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Ces travaux de thèse portent sur la conception, la réalisation et la carac-
térisation de dispositifs à base de puits quantiques semiconducteurs, fonction-
nant dans les régimes de couplage fort et ultra-fort entre un mode de cavité et
une excitation inter-sous-bande (ISB). Les états mixtes issus de ce couplage
sont appelés polaritons ISB. Dans la première partie de la thèse, nous démon-
trons un dispositif électroluminescent dans lequel la branche polaritonique
supérieure est peuplée à une énergie qui dépend de la tension appliquée au
dispositif. De plus, nous mettons en évidence la relaxation des polaritons vers
la branche inférieure par émission d’un phonon optique. Ce processus efficace
permet d’atteindre un facteur d’occupation de la branche inférieure de l’ordre
de 15 %, et pourrait permettre d’obtenir de l’émission stimulée de polaritons.
En augmentant la densité d’électrons dans le puits, il est possible d’accéder
au régime de couplage ultra-fort, caractérisé par une énergie de Rabi compa-
rable avec celle de la transition ISB. Dans cette optique, la deuxième partie est
centrée sur l’étude de puits quantiques très dopés, avec plusieurs sous-bandes
occupées. Nous réalisons une investigation théorique et expérimentale des in-
teractions coulombiennes entre les plasmons ISB associés aux différentes tran-
sitions optiquement actives. Nous présentons un dispositif basé sur un puits
quantique avec deux sous-bandes occupées, dans lequel une tension de grille
contrôle la densité d’électrons dans le puits, ce qui modifie l’interaction entre
les plasmons et donc la réponse optique. Pour des densités élevées, les forces
d’oscillateur sont redistribuées en faveur de l’excitation de plus haute énergie.
En vertu de ce phénomène, la réponse optique d’un puits quantique ayant
au moins trois sous-bandes occupées exhibe une unique résonance étroite, qui
correspond à une excitation collective associant en phase toutes les transitions
ISB, et que nous observons en absorption et en électroluminescence. Lorsqu’on
l’insère dans une microcavité, on atteint le régime de couplage ultra-fort avec
une énergie de Rabi qui croît de façon monotone avec la densité d’électrons.
Ce régime est observé dans deux géométries de microcavité : planaire et zéro-
dimensionnelle. Nos travaux montrent que l’interaction lumière-matière dans
les puits quantiques dopés doit être pensée comme un processus purement
collectif, régi par les phénomènes de cohérence induite par la charge.

Summary
This work focuses on the design, the realization and the characterization
of devices, based on semiconductor quantum wells and operating in the strong
or ultra-strong coupling regime between an intersubband excitation and a mi-
crocavity mode. The mixed states issued from this coupling are the so-called
intersubband polaritons. In the first part of this work, we demonstrate an
electroluminescent device working in the strong coupling regime, in which the
upper polariton branch is populated at a voltage dependent energy. Further-
more, we observe a relaxation from the upper to the lower branch by means
of the emission of an optical phonon. Thanks to this efficient process, the oc-
cupancy of the lower branch reaches about 15 % and could lead to stimulated
emission of polaritons.
By increasing the electronic density in the well, it is possible to reach the
ultra-strong coupling regime, characterized by a Rabi energy of the same order
of magnitude as the intersubband transition energy. For this reason, the se-
cond part of this work is devoted to the study of highly doped quantum wells,
with several occupied subbands. In particular, we theoretically and experimen-
tally investigate the Coulomb interaction between the intersubband plasmons
associated to the different optically active transitions. We present a device ba-
sed on a quantum well with two occupied subbands, in which a gate voltage
controlling the electronic density modifies the interaction between plasmons
and thus the optical response. For the highest densities the oscillator strength
is redistributed into the high energy peak. Owing to to this phenomenon, we
demonstrate that the optical response of a quantum well with at least three
occupied subbands presents a single sharp resonance that corresponds to a col-
lective excitation associating in phase all the intersubband transitions. This
collective excitation is observed both in absorption and electroluminescence
measurements. The ultra-strong coupling regime is demonstrated by inserting
the quantum well in both a planar and a metal-dielectric-metal microcavity.
Furthermore, we demonstrate that the Rabi energy increases monotonously
with the electronic density in the well. This work shows that the light-matter
interaction in highly doped quantum wells has to be considered as a purely
collective process driven by charge induced coherence.
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Introduction
Les propriétés d’un émetteur (temps d’émission spontanée, diagramme de
rayonnement) ne sont pas des caractéristiques intrinsèques de sa structure
électronique mais dépendent substantiellement de son environnement. Cette
constatation, mise au jour par Purcell en 1946 [1], a jeté les bases d’une
nouvelle physique : l’électrodynamique quantique en cavité.
Ces concepts ont été appliqués dans les années 1980 à la physique ato-
mique, permettant de démontrer l’exaltation ou l’inhibition de l’émission spon-
tanée d’atomes de Rydberg dans une cavité micro-onde [2, 3], aboutissant au
début des années 1990 par l’observation du couplage fort entre une transition
atomique et un mode de cavité [4, 5]. Dans cette situation, les excitations du
système sont des superpositions de l’excitation atomique et d’un photon de
cavité, et l’émission spontanée devient un phénomène réversible [6].
Ces propriétés peuvent être d’un grand intérêt dans l’opto-électronique,
en raison des nouveaux degrés de liberté qu’elles offrent ; par conséquent le
régime de couplage fort a également été l’objet de recherches dans le domaine
des semi-conducteurs. Ainsi, le couplage fort entre un exciton et un photon
de micro-cavité, aboutissant aux polaritons de micro-cavité [7], a été observé
pour la première fois en 1992 [8]. Depuis, il a été observé dans de nombreuses
géométries de cavités (micro-piliers, cristaux photoniques, microdisques...),
de confinement excitonique (puits quantiques, boîtes quantiques...) [9, 10, 11,
12] et de systèmes de matériaux, donnant lieu à des phénomènes d’émission
stimulée et de condensation, liés au caractère bosonique des quasi-particules
issues du couplage [13, 14, 15, 16, 17, 18].
Dans les semi-conducteurs, les transitions optiques reines dans les do-
maines du moyen et du lointain infra-rouge sont les transitions entre états
confinés de la bande de conduction (les transitions inter-sous-bandes). Elles
sont à la base des lasers à cascade quantique [19], lasers semi-conducteurs
opérant dans ces domaines d’énergie. Elles offrent de grandes possibilités d’in-
génierie de structure de bandes car les énergies des états confinés peuvent être
contrôlées par le dessin des couches épitaxiales. Le défaut principal des tran-
sitions inter-sous-bandes reste cependant leur faible efficacité radiative, due
au fait que le l’émission de photon est en compétition avec des processus non
radiatifs beaucoup plus rapides.
2 Introduction
Cette limitation pourrait être contournée par l’introduction d’un nouveau
temps caractéristique de l’interaction lumière-matière associé aux oscillations
de Rabi, en réalisant le couplage fort entre une transition inter-sous-bande et
un mode de microcavité. Les quasi-particules issues de ce couplage sont appe-
lées polaritons inter-sous-bandes. Cette possibilité a été proposée en 1997 [20]
et observée en 2003 [21], dans des mesures d’absorption résolues en angle. Dès
lors, les polaritons inter-sous-bandes ont été l’objet d’intenses recherches. Il
a été notamment montré qu’il peut exister un régime dans lequel le dédou-
blement de Rabi devient du même ordre que l’énergie de la transition : le
« couplage ultra-fort » [22], qui est caractérisé par des non-linéarités dans les
relations de dispersion des polaritons, et par les propriétés particulières de
l’état fondamental, qui contient des photons virtuels.
De plus, la nature inter-sous-bande de ces polaritons rend possible un cou-
plage avec le transport électronique via l’ingénierie de structures de bandes,
et offre la perspective de structures électroluminescentes à cascade quantique
fonctionnant dans le régime de couplage fort [23]. En 2008 a vu le jour
le premier dispositif électroluminescent à polaritons inter-sous-bandes [24].
L’année suivante a été proposé l’effet laser sans inversion de population,
assisté par phonon, dans les polaritons inter-sous-bandes [25].
Les dispositifs inter-sous-bandes en couplage fort existant avant ces tra-
vaux de thèse souffrent de deux limitations principales. La première, liée au
transport dans les structures à cascades, est que l’injection électrique n’a pu
être réalisée que sur la branche inférieure des polaritons [26]. La deuxième,
liée à la structure des états électroniques d’un puits quantique, est que, dans
le moyen infra-rouge, la différence de densité électronique entre deux sous-
bandes adjacentes est limitée, fixant ainsi un plafond au dédoublement de
Rabi, ce qui rend difficile l’atteinte du régime de couplage ultra-fort [27]. Les
travaux présentés dans ce manuscrit se situent dans ce contexte, avec l’objectif
de développer différentes stratégies et d’explorer de nouveaux outils physiques
dans le but de dépasser ces limitations.
La première sera levée en introduisant un degré de complexité supplé-
mentaire dans la structure de bandes d’une source à cascade quantique en
microcavité. De plus, la possibilité d’injecter sur la branche supérieure mettra
au jour un mécanisme de diffusion polariton-phonon utile pour la conception
d’un laser sans inversion de population.
La deuxième limitation sera outrepassée en tirant profit des interactions
coulombiennes dynamiques entre les électrons d’un puits quantique très dopé,
dans le but de construire une nouvelle excitation électronique composite qui
interagit fortement avec la lumière, permettant par conséquent d’atteindre le
régime de couplage ultra-fort.
Introduction 3
La présentation de ces travaux sera organisée comme suit :
Le premier chapitre introduira le couplage entre une transition inter-sous-
bande et la lumière, en régime de couplage faible, fort et ultra-fort. Il nous
permettra d’amener les concepts et de définir les grandeurs utiles dans la suite.
Le deuxième chapitre décrira la caractérisation d’un nouveau dispositif
électroluminescent fonctionnant dans le régime de couplage fort, qui permet
de peupler la branche supérieure des polaritons. Il sera fait état d’un mé-
canisme de diffusion depuis la branche supérieure vers la branche inférieure
avec émission d’un phonon longitudinal optique. Le temps caractéristique
de ce mécanisme sera évalué à partir des mesures, et estimé par un modèle
microscopique.
Le troisième chapitre présentera une investigation quantitative complète,
théorique et expérimentale, du couplage coulombien via le champ de dépo-
larisation, entre les deux transitions inter-sous-bandes d’un puits quantique
ayant deux sous-bandes occupées. Ce couplage a pour conséquence principale
de redistribuer les forces d’oscillateur des deux transitions au profit de
la plus énergétique. Ce phénomène nous servira de brique de base dans la
construction d’une unique résonance collective couplée fortement à la lumière.
Le quatrième chapitre exposera la caractérisation théorique et expérimen-
tale de la réponse optique d’un puits quantique très fortement dopé, dont
plusieurs sous-bandes sont occupées. En vertu du phénomène de redistribu-
tion des forces d’oscillateur, la totalité de l’interaction lumière-matière est
alors concentrée dans une unique résonance étroite, dont l’énergie est très
différente de celles des transitions inter-sous-bandes nues. Ce mode collectif
est observé en absorption et en électroluminescence.
Le cinquième chapitre sera consacré à l’étude du couplage fort entre un
excitation collective multi-sous-bande et un mode de microcavité. Il sera dé-
montré expérimentalement l’atteinte du régime de couplage ultra-fort avec
une valeur record du dédoublement de Rabi dans le moyen infra-rouge. Le
couplage ultra-fort fera l’objet d’une analyse générale qui démontrera que la
cohérence induite par les interactions coulombiennes permet d’exalter l’inter-
action lumière-matière, offrant la possibilité de dépasser la fréquence de Rabi
maximale atteignable pour un puits quantique usuel avec une seule sous-bande




dans les puits quantiques
semi-conducteurs
Dans ce chapitre, nous allons décrire certains aspects de l’interaction entre
la lumière et les états électroniques d’un puits quantique, hétérostructure semi-
conductrice qui confine le mouvement des électrons dans une des trois direc-
tions de l’espace. Cela nous permettra d’exposer les outils et les concepts
utilisés dans ces travaux de thèse.
Nous présenterons les états électroniques des semi-conducteurs puis leur
quantification dans la direction de confinement, qui mène à la formation des
sous-bandes électroniques. Nous traiterons les notions d’absorption par les
électrons d’une sous-bande de conduction, ainsi que le rôle joué dans ce phé-
nomène par les interactions de Coulomb dans le cas d’une forte densité électro-
nique. Nous décrirons ensuite le régime de couplage fort entre une excitation
électronique inter-sous-bande et un mode de microcavité. Finalement, nous in-
troduirons les structures à cascade quantique et la façon dont leurs propriétés
d’émission sont modifiées par le couplage fort à un mode de cavité.
1.1 Bandes d’énergie, masse effective
On s’intéresse ici à décrire les états électroniques de la bande de conduction
d’hétérostructures semi-conductrices à base de matériaux III-V, au voisinage
du point Γ correspondant à k = 0.
6
Chapitre 1. Interaction lumière-matière dans les puits quantiques
semi-conducteurs
1.1.1 Les semi-conducteurs III-V
Les semi-conducteurs III-V sont des semi-conducteurs composites fabri-
qués à partir d’un ou plusieurs éléments de la colonne III et d’un ou plusieurs
éléments de la colonne V du tableau périodique. Ils cristallisent le plus sou-
vent en structure zinc blende, où les éléments du groupe III et du groupe
V se trouvent aux nœuds de deux réseaux cubiques à faces centrées, décalés
d’un quart de la diagonale (voir figure 1.1.a). La première zone de Brillouin
du réseau réciproque, représentée sur la figure 1.1.b, est un octaèdre à faces
tronquées ; le maximum de la bande de valence et le minimum de la bande
de conduction se trouvent au point Γ, en centre de zone. Ce sont donc des
matériaux dits à gap direct [28].
Figure 1.1 – a) structure cristalline d’un semi-conducteur III-V. b) première zone de
Brillouin du réseau réciproque.
Les techniques de croissance par épitaxie permettent de réaliser des hé-
térostructures de matériaux III-V en accord de maille, de bandes interdites
différentes, alternés dans la direction de croissance. Au cours de ces travaux
de thèse, nous rencontrerons trois familles d’hétérostructures à base de semi-
conducteurs III-V en accord ou quasi-accord de maille : GaAs/AlxGa1−xAs
(x 6 0.45), Ga0.53In0.47As/Al0.48In0.52AsInP et InAs/AlSb. Ces hétérostruc-
tures sont réalisées par épitaxie par jet moléculaire ou par épitaxie en phase
vapeur aux organométalliques.
1.1.2 Formalisme de la fonction enveloppe
Dans un semi-conducteur massif, les électrons sont soumis au potentiel
cristallin V (r), périodique dans les trois directions : V (r + R) = V (r) si R
appartient au réseau de Bravais. L’hamiltonien électronique s’écrit alors, en
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négligeant le couplage spin-orbite :
Hel =
p2
2m + V (r)




un,k(r) où n ∈ N est l’indice de bande. Ces états s’expriment
donc comme le produit d’une onde plane et d’une fonction de même périodi-
cité que le réseau cristallin c’est-à-dire un,k(r+R) = un,k(r), si R appartient
au réseau de Bravais.
Dans le cas d’une hétérostructure, la différence entre les gaps des différents
matériaux est répartie entre les bandes de valence et de conduction, donnant à
cette dernière un profil Ec(z). Dans cette situation, il est toujours possible de
conserver une description similaire au semi-conducteur massif, où la fonction
d’onde de l’électron est le produit d’une fonction uk(r) de même périodicité
que le cristal et qui ne dépend pas du matériau, et d’une fonction enveloppe
ψj,k(r) variant faiblement à l’échelle de la maille cristalline. Cette dernière
est déterminée par le profil de potentiel Ec(z) auquel on peut ajouter, le cas
échéant, une contribution extérieure Vext(r), qui peut notamment comporter
le potentiel électrostatique dû aux électrons et aux impuretés ionisées, et à
l’application d’un champ électrique extérieur à la structure.
Grâce à cette approche, il est possible de décrire les électrons de la bande
de conduction par leur seule fonction enveloppe, en leur attribuant une masse
effective m∗ qui contient la contribution du potentiel cristallin [30]. La masse
effective résulte d’un développement au second ordre de la dispersion de la






états de la bande de conduction est alors complètement analogue à celle d’un
électron libre mais affecté d’une masse effective différente de sa masse au
repos, et évoluant dans une énergie potentielle Ec(z). L’approximation d’une
masse effective constante est d’autant moins fiable que le gap du matériau
est faible. Pour une description plus précise, il est nécessaire d’inclure des
contributions supplémentaires. Néanmoins, le modèle de bande parabolique
rend certains calculs plus simples et permet d’établir des tendances.






∇+ Ec(z) + Vext(r)
)
ψj,k(r) = Ej,kψj,k(r)
Dans la plupart des cas rencontrés, Vext ne dépendra que de z. Le problème
est alors séparable 1 et la fonction enveloppe des électrons peut être exprimée
1. En toute rigueur, il ne l’est pas car la masse effective dépend de z. En pratique, nous
nous intéressons aux états confinés dont la probabilité de présence est beaucoup plus grande
dans le matériau à plus faible gap, et donc elle peut être considérée comme uniforme.
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comme un produit d’une onde plane se propageant dans le plan des couches,















+ Ec(z) + Vext(z)
)
= Ejχj(z) (1.1)
L’énergie Ej,k est la somme de l’énergie Ej fournie par l’équation précé-
dente, et de l’énergie cinétique associée au mouvement libre dans le plan des
couches.
1.1.3 Puits quantiques
Un puits quantique est obtenu en faisant croître une couche d’un cer-
tain matériau semi-conducteur entre deux couches d’un matériau de gap plus
grand. La discontinuité de bande de conduction confine alors le mouvement
des électrons dans la direction de croissance, le laissant libre dans le plan des
couches. Les énergies Ej fournies par l’équation 1.1 sont alors discrètes. En
ajoutant la contribution cinétique associée au mouvement libre dans le plan
des couches, on obtient des énergies sous la forme :
Ej,k = Ej +
~2k2
2m∗(E)
À chacune des valeurs de j correspond un ensemble continu d’états appelé
« sous-bande », dont la dispersion dans le plan (x, y) est parabolique si la
masse effective est indépendant de l’énergie (voir figure 1.2). Remarquons que
dans ce cas, la différence d’énergie entre deux sous-bandes successives, et donc
l’énergie d’une transition inter-sous-bande à k constant, ne dépend pas de la
valeur de k.
Dans le cas général (non-parabolicité, présence d’un potentiel Vext non nul,
couplage avec d’autres puits), l’équation 1.1 ne peut pas être résolue analy-
tiquement ; les résultats seront alors évalués numériquement par la méthode
de la matrice de transfert. Néanmoins, nous pouvons traiter analytiquement
la situation d’un puits infini à masse effective constante, qui pourra servir
de référence pour établir certaines tendances. Le puits infini est décrit par
un potentiel nul entre z = 0 et z = L, la largeur du puits, et infini ailleurs.
Dans cette situation, nous obtenons des états liés de fonctions enveloppes χj











Figure 1.2 – a) représentation des couches épitaxiées pour un puits quantique
GaAs/AlGaAs. b) profil d’énergie de la bande de conduction (en noir) et
module carré des fonctions enveloppes associées aux trois niveaux confinés
(bleu, rouge et vert) représentées à leurs énergies respectives. c) courbes de
dispersion associées aux trois sous-bandes.













avec j ∈ N∗. L’écart en énergie entre les niveaux est donc déterminé par
la largeur du puits quantique. Pour obtenir la dispersion des sous-bandes, on






Comme nous n’allons étudier que des états confinés dans la direction z,
cette géométrie bidimensionnelle sera celle de la totalité des situations rencon-
trées. Par conséquent, nous omettrons l’indice «  » pour le vecteur d’onde
k = (kx, ky) de l’électron dans le plan des couches.
1.1.4 Modèle de Kane à trois bandes
Dans un certain nombre de cas rencontrés, l’approximation d’une masse
effective constante ne suffira pas à décrire précisément le système dans les
domaines d’énergie et de vecteur d’onde concernés. Un modèle plus précis
est le modèle de Kane à trois bandes [32], qui mène à une masse effective
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dépendante de l’énergie. Il tient compte du couplage avec les états de la bande
de valence.
Lorsqu’on tient compte du couplage spin-orbite, on observe une levée de
dégénérescence partielle à k = 0 de la bande de valence trois fois dégénérée, et
on obtient alors deux bandes d’énergie Ev (trous lourds et trous légers) et une
bande d’énergie Ev − Eso (bande split-off ). La prise en compte du couplage
des états de la bande de conduction avec les trous légers et la bande split-off
(en négligeant le couplage avec les trous lourds) aboutit pour la bande de
conduction aux énergies Ec(k) = Ec + ~
2k2
2m∗(E) où






E + ESO + Eg
)−1
Ici la masse effective n’est plus constante et dépend explicitement de l’éner-
gie. La dispersion de la bande de conduction n’est donc plus parabolique. Ce
modèle en fournit une bonne description dans les domaines d’énergie et de
vecteur d’onde auxquels nous allons être confrontés, en particulier pour les
systèmes de matériaux InAs/AlSb et GaInAs/AlInAs.
1.2 Absorption inter-sous-bande
1.2.1 Modèle de Lorentz
Le modèle de Lorentz est un modèle classique pour décrire la propagation
d’ondes électromagnétiques dans les milieux diélectriques [33]. Il consiste à
considérer les électrons comme élastiquement liés aux noyaux, qui sont consi-
dérés comme fixes. S’il y a N électrons par unité de volume liés de façon iden-
tique aux noyaux, il y a donc N oscillateurs de fréquence propre ω0 par unité
de volume. On suppose une force d’amortissement de la forme −mγdr/dt.
La relation fondamentale de la dynamique pour un électron en présence
du champ électrique F(ω) associé à l’onde électromagnétique s’écrit :
m
(
−ω2 − iγω + ω20
)
r(ω) = −eF(ω)
La polarisation induite, qui est proportionnelle au moment dipolaire, vaut
alors
Pres(ω) = −Ner = Ne
2
m (ω20 − ω2 − iγω)
F(ω)
La fonction diélectrique relative du milieu est définie par la relation D =
ε0(1 + χ)F + Pres où χ est la susceptibilité du matériau. On obtient alors
D = ε0ε(ω)F, avec :











ω2 − ω20 + iγω
)
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avec εs la limite à haute fréquence de ε(ω).
Dans le cas où il existe plusieurs fréquences de résonance ωj, on a






ω2 − ω2j + iγω
Pour rendre compte des spectres observés expérimentalement, il faut in-
troduire dans ce modèle, de façon phénoménologique, une force d’oscillateur
fj à chaque transition :






ω2 − ω2j + iγω
On peut appliquer ce modèle aux électrons d’un puits quantique, en rem-
plaçant la masse de l’électron au repos m par sa masse effective m∗. Ceci
nous permet de considérer explicitement l’absorption inter-sous-bande 1→ 2
comme l’interaction dipolaire de Ns oscillateurs par unité de surface, de fré-
quence propre ω12, avec le champ électrique extérieur [34]. On a dans ce cas,







ω2 − ω212 + iγω
)
On peut alors définir la conductivité bidimensionnelle du puits quantique
σ2D(ω) = σ(ω)/Leff telle que










ω2 − ω212 + iγω
À ce stade, il est commode de réécrire ε(ω) en introduisant la pulsation






2. Nous incluons la force d’oscillateur dans la définition de ωP12, comme dans la réfé-
rence [35].
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ω2 − ω212 + iγω
) (1.5)
Dans ce modèle simple, Leff est la taille du puits quantique. Nous ver-
rons par la suite qu’en réalité il faut considérer une longueur effective, qui
tient compte de l’extension spatiale de la densité de courant microscopique
associée à la transition inter-sous-bande. Nous allons voir que le calcul de l’ab-
sorption inter-sous-bande à l’aide de la règle d’or de Fermi donne un résultat
similaire, tout en fournissant une expression explicite de la force d’oscillateur,
qui contient les propriétés quantiques de la transition inter-sous-bande.
1.2.2 Modèle semi-classique : règle d’or de Fermi
Nous allons évaluer le taux d’absorption inter-sous-bande d’un puits quan-
tique, en utilisant la règle d’or de Fermi [36]. La masse effective est considérée
comme uniforme et indépendante de l’énergie. Supposons une onde incidente
de fréquence ω, de vecteur d’onde q tel que ω = cq/ns, où c est la vitesse
de la lumière dans le vide et ns l’indice du substrat. Soit εˆ la direction de
polarisation de la lumière. À cette onde correspond le champ électrique décrit
classiquement comme F(r, t) = F εˆ cos(ωt − qr), ce qui correspond dans la
jauge de Coulomb au potentiel vecteur A(r, t) = iF εˆ2ω ei(ωt−qr) + c.c.
L’hamiltonien de couplage minimal d’un électron, de charge −e, évoluant
dans un champ électromagnétique s’obtient à partir de l’hamiltonien de l’élec-
tron libre, en remplaçant p par p + eA. Nous nous plaçons dans l’approxi-
mation dipolaire, dans laquelle la longueur d’onde de la lumière est beaucoup
plus grande que la taille caractéristique de la distribution électronique (soit la
largeur du puits quantique), ce qui nous permet de négliger le vecteur d’onde
q du photon, et la dépendance spatiale de A. Dans notre situation, nous
obtenons, en négligeant 3 le terme en A2 :
H = H0 +
eA · p
m∗
où H0 est l’hamiltonien de l’électron en l’absence du champ électrique.
Nous nous intéressons à la transition entre un état initial |ψi,k〉 de la sous-
bande i, possédant un vecteur d’onde k et une énergie Ei,k = Ei + ~
2k2
2m∗ ,
3. Nous discuterons au paragraphe 1.5 le cas où le terme en A2 n’est pas négligeable.
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et un état final |ψj,k′〉 de la sous-bande j, de vecteur d’onde k′ et d’énergie
Ej,k′ = Ej + ~
2k′2








Le taux de transition Γij(~ω) entre ces deux états s’obtient au moyen de




|〈ψj,k′|V |ψi,k〉|2 δ(Ej,k′ − Ei,k − ~ω)
où V = eA · p
m∗
= ieF2m∗ω εˆp. Le taux de transition est donc proportionnel au
carré de l’élément de matrice
〈ψj,k′| εˆp |ψi,k〉 = εzδk,k′ 〈χi(z)| pz |χj(z)〉
Par conséquent, seule une onde ayant une composante du champ électrique
non nulle suivant z (donc polarisée TM) peut occasionner une transition inter-
sous-bande, qui a alors lieu à k constant. La différence d’énergie entre les deux
états Eij = Ej,k−Ei,k ne dépend pas de k, donc Γij non plus. En l’exprimant
en fonction de l’intensité de la composante selon z de l’onde incidente Iz =
ε0cnsF
2










Dans cette expression, la force d’oscillateur fij est le seul terme qui dépend
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où l’on a introduit les éléments de matrice dipolaire zij = 〈χi(z)| z |χj(z)〉, que
l’on peut calculer à partir de notre connaissance des fonctions enveloppe, et
qui sont nuls si i et j sont de même parité. De plus, les éléments de matrice
entre niveaux consécutifs sont beaucoup plus grands que les autres éléments
non nuls, ce qui nous permettra de ne considérer que ces transitions. À titre
d’exemple, pour un puits infini, f12 = 0.96, f14 = 0.03, f16 < 0.01.
En considérant des densités électroniques par unité de surface Ni et Nj
sur les sous-bandes i et j, nous obtenons donc Ni − Nj transitions inter-
sous-bandes possibles. En considérant les électrons sans interaction entre eux,
chaque transition apporte au taux d’absorption une contribution identique
(nous verrons que cette considération n’est vraie que pour des faibles densités,
de l’ordre de 1011 cm−2 pour une transition optique dans le moyen infra-rouge).





Pour finir, nous pouvons prendre en compte l’élargissement naturel des
niveaux en remplaçant la fonction δ(~ω − Eij) par une fonction lorentzienne





(γ/2)2 + (ω − ωij)2
À partir d’ici, pour fixer les idées, nous considérons un puits quantique dont
seule la première sous-bande est occupée (donc EF < E2, et E2 − E1  kBT
ce qui est la situation la plus communément rencontrée), en négligeant les
transitions autres que 1→ 2. Nous avons donc dans ce casN1−N2 = N1 = Ns.
1.2.3 Absorbance
Dans tout milieu matériel, nous pouvons définir le coefficient d’absoption,
ou absorbtivité, α3D(r, ω) comme le rapport entre l’énergie électromagnétique
absorbée par unité de temps et de volume et l’intensité de l’onde électroma-
gnétique (c’est donc une grandeur intensive). Par conséquent, une onde par-
courant une longueur L dans le milieu actif est amortie d’un facteur e−α3DL.
Dans notre cas, α3D ne dépend que de z ; de plus, comme seule la composante
selon z est absorbée, α3D est un tenseur dont seule la composante zz est non
nulle, et vaut ~ωΓ12/(V Iz) où V est le volume du milieu.
Pour les géométries bidimensionnelles, il est plus commode de définir
l’absorbance α2D(ω) en considérant l’énergie électromagnétique absorbée par
unité de surface et non de volume. Ainsi, pour un gaz d’électrons dans un
1.2. Absorption inter-sous-bande 15






(γ/2)2 + (ω − ω12)2
(1.6)
Cette grandeur est liée à α3D par la relation suivante : α2D = α3DLeff.
Une onde TM d’intensité I traversant le puits quantique avec un angle de
propagation θ par rapport à la direction z, et parcourant donc une longueur
Leff/ cos θ, sera transmise avec un facteur T (ω) = exp(−α3DLeff sin2 θ/ cos θ) =
exp(−α2D sin2 θ/ cos θ), le facteur sin2 θ étant dû au fait que seule la compo-
sante suivant z interagit avec le gaz d’électrons. Expérimentalement, c’est à
ce facteur T (ω) que l’on a accès par des mesures de transmission.
En négligeant la réflectivité aux interfaces, on peut remarquer que l’ab-
sorption A = 1− T est proportionnelle à α2D pour les faibles absorptions :
A = 1− exp(−α2D sin2 θ/ cos θ) ≈ α2D sin2 θ/ cos θ (1.7)
En revanche, lorsque α2D sin2 θ/ cos θ  1, on entre dans un régime de satu-





Figure 1.3 – Absorption A du puits quantique en fonction de l’absorbance α2D.
Pour un puits GaAs de 8 nm (ce qui nous donne E12 = 130 meV), tel
que ∆E/E = 5 % et dopé 1012 cm−2, mesuré en transmission à l’angle de
Brewster, on obtient α2Dmax = 0.35 %. Cette valeur étant faible, on préférera
souvent d’autres géométries pour les mesures d’absorption, notamment la
géométrie de guide d’onde multi-passage, qui permet à la lumière d’interagir
plusieurs fois avec le puits quantique.
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Pour les faibles absorptions, d’après l’équation 1.7, on obtient α2D =
<e(σ2D)/ε0cns qui s’identifie avec l’équation 1.6 si l’on utilise pour σ2D l’ex-
pression 1.5 fournie par le modèle de Lorentz, ce qui justifie son utilisation
pour modéliser les transitions inter-sous-bandes.
1.3 Effets collectifs dans les gaz bidimension-
nels
Pour les densités électroniques importantes, c’est-à-dire pour les absorp-
tions élevées, il n’est plus possible de négliger la contribution résonante du
champ créé par la distribution de dipôles oscillants. Nous allons voir que cette
contribution, responsable des interactions coulombiennes dynamiques entre
les électrons, peut avoir un impact non négligeable sur la réponse optique du
puits quantique.
Nous nous intéressons aux composantes suivant z des différents champs.
La relation entre le champ extérieur F extz et le champ total Fz dans le puits





À partir de cette relation, on peut définir la conductivité effective σ˜zz par la
relation suivante [35], à partir du courant induit :
jz(ω) = σzzFz = σ˜zzF extz
σ˜zz décrit donc la réponse du milieu au champ extérieur plutôt qu’au















La conductivité effective nous donne accès à la réponse optique du puits
quantique au champ extérieur, en prenant en compte de façon auto-consistante
le champ créé par l’oscillation des électrons. L’absorption étant proportionnelle
à =m (ε−1), les résonances correspondent aux zéros de la fonction diélectrique.
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Nous pouvons la calculer pour le cas d’un puits quantique avec la première
sous-bande peuplée, avec εzz donné par l’équation 1.5. On obtient :
σ˜zz(ω) = iωε0εsLeff
ω2P12
ω2 − ω˜212 + iγω
(1.11)















[38]. Cette grandeur ne dépend que
des fonctions enveloppes et est générale à toute structure électronique bidi-
mensionnelle (puits couplés, puits parabolique...). On peut constater que σ˜zz
a exactement la même forme que σzz (voir formule 1.5) à une seule exception
près : l’énergie de la résonance, qui se trouve déplacée vers les hautes énergies
et se produit à ω˜12 et non plus ω12. Ce phénomène connu est appelé plasma
shift (« décalage de plasma ») [35, 36]. Il est perceptible dans le moyen
infra-rouge lorsque ωP12 ∼ 0.3ω12, c’est-à-dire pour des densités de l’ordre de
1012 cm−2. Dans les structures à modulation de dopage (c’est-à-dire où les
impuretés dopantes sont introduites dans les barrières), il peut être compensé
par les corrections de Hartree [39]. Nous pouvons souligner une première fois
l’importance de la fréquence plasma ωP12 qui intervient non seulement dans
l’amplitude du pic d’absorption (l’aire sous le pic est proportionnelle à ω2P12)
mais également dans l’énergie de la résonance.
Lorsque l’on considère un système plus complexe qu’une seule transition
entre sous-bandes paraboliques, les interactions dipôle-dipôle peuvent avoir
d’autres conséquences : rétrécissement de la raie d’absorption susceptible
de compenser les élargissements inhomogènes (dus par exemple à la non-
parabolicité [40, 41], ou à la présence de désordre [42, 39]). Dans la situation
où deux sous-bandes sont occupées, donc deux transitions inter-sous-bandes
1→ 2 et 2→ 3 sont possibles, il a de plus été observé une redistribution des
amplitudes d’absorption en faveur du pic de plus haute énergie [43].
Ce formalisme de la conductivité effective nous permettra de calculer ana-
lytiquement ou numériquement les effets des interactions dipôle-dipôle dans
de nombreuses situations, à partir de la fonction diélectrique de notre sys-
tème calculée en couplant le modèle de Lorentz et le modèle k · p à trois
bandes. Nous explorerons notamment dans les chapitres 3 et 4 des régimes
dans lesquelles ces effets jouent un rôle prépondérant.
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1.4 Couplage fort lumière-matière
Lorsque le puits quantique est inséré dans une microcavité, il est possible
d’atteindre un régime dit de couplage fort lumière-matière, dans lequel les
états propres du système sont des superpositions d’une excitation électronique
inter-sous-bande et d’un photon de microcavité. Ces états, appelés polaritons
inter-sous-bandes, présentent des propriétés nouvelles que l’on peut exploiter
pour la réalisation d’émetteurs efficaces dans le moyen et le lointain infra-
rouge.
Le couplage fort entre la transition inter-sous-bande d’un puits quantique
et un mode d’une cavité planaire a été proposé en 1997 [20] et observé en
2003 [21, 44]. La figure 1.4 montre les spectres de transmission en guide d’onde
multi-passage résolues en angle tels que publiés dans la référence [21]. On peut
observer deux minima qui s’anticroisent, ce qui est la signature du couplage
fort. L’anticroisement est visible sur la courbe de dispersion en figure 1.4.b. Les
deux pics correspondent à l’absorption par les états mixtes lumière-matière,
appelés polaritons inter-sous-bandes.
Figure 1.4 – Figure extraite de la référence [21] : a) spectres de transmission de l’échan-
tillon, en géométrie de guide d’onde multi-passage. b) Minima de transmission
correspondant aux énergies des polaritons, en fonction de l’angle. c) Spectre
réalisé dans la polarisation TE, où l’on n’observe que le mode de cavité.
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1.4.1 Modèle à deux niveaux : hamiltonien de Jaynes-
Cummings
Afin de modéliser les polaritons inter-sous-bandes, nous considérons dans
un premier temps un puits quantique dont la première sous-bande est occupée
par un seul électron, à k = 0, couplé avec un unique mode photonique (l’ex-
trapolation à N électrons est traitée dans le paragraphe suivant). On néglige
pour l’instant les pertes de la cavité. Comme discuté précédemment, seules
les transitions verticales sont couplées avec la lumière, car le vecteur d’onde
des photons est négligeable devant celui des électrons. On se retrouve donc
dans la situation d’un système à deux niveaux, correspondant aux minima des
deux premières sous-bandes, en cavité. Ceci est vrai quel que soit le vecteur
d’onde initial de l’électron sur la première sous-bande, qui ne se couple qu’à
l’état de la sous-bande excitée ayant le même k.
Le modèle historique pour décrire un système à deux niveaux (usuellement,
un atome) en cavité est le modèle de Jaynes-Cummings [45], que nous pou-
vons appliquer dans notre cas. L’état fondamental du système est noté |ψ1,k〉
et l’état excité |ψ2,k〉. Les énergies respectives de ces deux états étant respec-
tivement E1 et E2, l’hamiltonien électronique (ou hamiltonien « matière »)
est alors :
Hmat = E1 |ψ1,k〉 〈ψ1,k|+ E2 |ψ2,k〉 〈ψ2,k|
Le champ électromagnétique est traité de façon quantique. En notant ~ωc





L’hamiltonien d’interaction s’exprime Hint = −d · E dans la jauge di-








εˆ le champ électrique quantifié associé au mode de cavité
(supposé homogène dans la cavité 4). V est le volume effectif du mode de
cavité. En considérant par simplicité εˆ dans la direction z, on obtient alors :




avec ~Ω = ~
√
e2f12
4ε0εsm∗V . Nous utilisons l’approximation du champ tournant qui
consiste à négliger les termes anti-résonants, ce qui aboutit à
Hint = −i~Ω
(
|ψ2,k〉 〈ψ1,k| a− |ψ1,k〉 〈ψ2,k| a†
)
4. Cette hypothèse est vraie notamment dans le cas du mode TM0 d’une cavité planaire
constituée de deux miroirs métalliques. Dans le cas général, il faut tenir compte du profil
du mode f(z).
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On peut alors évaluer les éléments de matrice de l’hamiltonien complet res-
treint au sous-espace formé par les vecteurs de base {|ψ1,k, 1〉 , |ψ2,k, 0〉} =
{|ψ1,k〉 ⊗ |1〉 , |ψ2,k〉 ⊗ |0〉} où |n〉 est l’état avec n photon dans la cavité.
On obtient :




On se retrouve simplement avec le cas de deux oscillateurs, d’énergies ~ωc
et E12 couplés via la constante ~Ω.
Les états propres, appelés « polaritons inter-sous-bandes » dans le cas
d’une transition inter-sous-bande couplée à un mode de cavité, sont des su-
perpositions linéaires des vecteurs de base, c’est-à-dire d’une excitation élec-
tronique et d’un photon de cavité. L’état de plus haute énergie est noté |UP〉
(pour upper polariton) et l’état de plus basse énergie est noté |LP〉 (lower
polariton). Ils s’expriment de la façon suivante :

|UP〉 = αUP |ψ1,k, 1〉+ βUP |ψ2,k, 0〉
|LP〉 = αLP |ψ1,k, 1〉+ βLP |ψ2,k, 0〉
Les coefficients αUP/LP et βUP/LP donnent respectivement la contribution
« lumière » et « matière » à l’état du système. Ils correspondent aux co-
efficients de Hopfield [7] des polaritons inter-sous-bandes, et s’expriment en
fonction du désaccord ∆E = Ec − E12 comme :




























Les énergies des polaritons et les coefficients d’Hopfield sont tracés sur la
figure 1.5 en fonction du désaccord, lorsque Ec varie. On peut voir qu’il se
produit un anticroisement à la résonance, comme observé dans les résultats
expérimentaux présentés à la figure 1.4. Les asymptotes des deux branches
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correspondent aux énergies du mode de cavité et de la transition inter-sous-
bande. En effet, dans le cas où Ec  E12, on a
EUP ≈ Ec
ELP ≈ E12
α2UP = β2LP ≈ 1
α2LP = β2UP ≈ 0
Réciproquement, dans le cas où Ec  E12, on obtient
EUP ≈ E12
ELP ≈ Ec
α2UP = β2LP ≈ 0



























Figure 1.5 – a) courbes de dispersion et b) coefficients de Hopfield des polaritons, en
fonction du désaccord entre l’énergie Ec du mode de cavité et l’énergie E12
de la transition inter-sous-bande.
En revanche, à la résonance, EUP/LP = E12 ± ~Ω et α2UP = β2LP = α2LP =
β2UP = 1/2. Cette situation correspond au maximum d’intrication, et au mi-
nimum de la différence d’énergie entre les deux états, qui vaut 2~Ω.
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1.4.2 Gaz bidimensionnel d’électrons : état brillant et
états noirs
Dans la situation usuelle d’un puits quantique dont le niveau de Fermi
est compris entre E1 et E2, le système peut être caractérisé par sa densité
éléctroniqueNs sur la première sous-bande, chacun des électrons étant couplé à
l’état de la deuxième sous-bande ayant le même k. Le nombre total d’électrons
est donc N = NsS, avec S la surface de l’échantillon. Si ce puits quantique est
inséré dans une cavité, le système peut donc être décrit comme un ensemble de
N transitions inter-sous-bandes de même énergie E12 = ~ω12 (en considérant
deux sous-bandes paraboliques), couplées de façon identique à un même mode
de cavité d’énergie Ec. On néglige pour l’instant le couplage dipolaire entre
transitions inter-sous-bandes.
Les vecteurs de base de l’espace considéré sont |ψ1, 1〉 représentant un
photon de cavité et aucune excitation inter-sous-bande, et tous les états de
la forme |ψ2,k, 0〉 représentant l’absence de photon de cavité, et l’électron de
vecteur d’onde k sur la deuxième sous-bande (les autres restant non excités).
L’hamiltonien du système dans cette base est alors
H =

~ωc i~Ω i~Ω · · · i~Ω
−i~Ω ~ω12 0 · · · 0
−i~Ω 0 ~ω12 ...
... ... . . . 0
−i~Ω 0 · · · 0 ~ω12

Si l’on change de base, en considérant l’état |b〉 = 1√
N
∑
k |ψ2,k〉 et les états






N~Ω 0 · · · 0
−i√N~Ω ~ω12 0 · · · 0
0 0 ~ω12
...
... ... . . . 0
0 0 · · · 0 ~ω12

Il y a donc, dans cette base, un seul état brillant |b〉 couplé avec le mode de
cavité via la constante ~Ω′ =
√
N~Ω, et N − 1 états noirs |ni〉. L’état brillant
correspond à une superposition linéaire à coefficients égaux. Son couplage avec
le mode de cavité aboutit à l’émergence des deux états de polaritons, de façon
identique à la situation décrite au paragraphe précédent. Le modèle à deux
niveaux reste donc une vision valable dans le cas général de N électrons à
condition de multiplier la constante de couplage par
√
N .
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Comme ~Ω est proportionnel à 1/
√
V et N est proportionnel à S, la
constante de couplage est indépendante de la surface de l’échantillon et nous
pouvons naturellement utiliser la densité surfacique Ns dans l’expression de




De la même façon, lorsqu’il y a dans la cavité NQW puits quantiques iden-
tiquement couplés au mode de cavité, la constante de couplage est multipliée
par
√
NQW. Par conséquent, la constante de couplage que nous allons utiliser






1.4.3 Prise en compte des élargissements : couplage
faible et couplage fort
Nous avons jusque-là négligé les élargissements des niveaux d’énergie, di-
rectement liés aux mécanismes de dissipation pouvant avoir lieu dans notre
système.
La prise en compte des largeurs de raie naturelles du mode photonique
et de la transition inter-sous-bande peut se traiter de façon phénoménolo-
gique, en ajoutant une partie imaginaire à leurs énergies, égale à la largeur
à mi-hauteur de la raie associée [47]. Chacune provient d’un mécanisme de
dissipation, lié aux pertes de la cavité dans le premier cas et au temps de vie
électronique sur la sous-bande excitée dans le deuxième. ~ωc et ~ω12 sont rem-
placés respectivement par ~ωc−i~γc et ~ω12−iγ12. Les énergies des polaritons,





E12 − i~γ12 + γc2 ±
√
(~Ω)2 − ~2 (γ12 − γc)2
)
On peut alors distinguer deux régimes : lorsque ~Ω < ~|γ12 − γc|, on est
dans le régime de couplage faible. La dégénérescence en énergie n’est pas levée,
seule la partie imaginaire des énergies propres est modifiée. Ce phénomène est
associé à une exaltation de l’émission spontanée induite par le couplage avec
le mode de cavité, appelée effet Purcell [1].
Au contraire, lorsque ~Ω > ~|γ12 − γc|, la dégénérescence est levée ; c’est
le régime de couplage fort. Le minimum d’énergie entre les deux branches,
appelé « dédoublement de Rabi », vaut alors ~ΩR =
√
(~Ω)2 − ~2 (γ12 − γc)2.
Il est en général différent de la constante de couplage ~Ω mais dans les cas que
nous allons rencontrer, il en est proche car les élargissement sont semblables.
Le fait que l’on obtienne une condition sur la différence des élargissements
(et non pas la somme) est dû au fait que, dans le cas du couplage fort, aucune
des deux excitations ne voit l’autre comme un continuum. Au contraire, dans
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le cas d’un élargissement important, on retrouve à la limite une situation qui
peut être traitée par la règle d’or de Fermi.
Néanmoins, afin de pouvoir identifier expérimentalement le régime de
couplage fort, il est nécessaire que l’on puisse résoudre la différence d’énergie
entre les deux branches à la résonance. Cela nous amène donc à introduire
une quantité utilisée en physique atomique, la coopérativité [48], définie
comme C = (2ΩR)2/(γ12γc). La condition pour observer le couplage fort est
alors C > 1. Lorsque les deux élargissements sont égaux, ce critère équivaut
à ~ΩR > ~γ12. Cela peut se comprendre intuitivement en terme de temps
d’interaction : la période d’une oscillation de Rabi doit être supérieure au
temps de vie des excitations.
La description du couplage fort présentée jusqu’ici, basée sur un modèle à
deux niveaux, est suffisante pour traiter les cas dans lesquels le dédoublement
de Rabi reste faible par rapport aux énergies des excitations (notamment le
dispositif caractérisé au chapitre 2). Néanmoins, dans les systèmes de puits
quantiques en microcavité, il est possible grâce à un dopage important d’at-
teindre des grandes valeurs de 2~ΩR. Lorsque cette valeur est de l’ordre de
l’énergie de la transition inter-sous-bande, il n’est plus possible de négliger
les termes anti-résonants et le terme quadratique de l’interaction lumière-
matière, qui introduisent des effets non-linéaires dans la physique du couplage
fort. Nous présentons par la suite le formalisme permettant de traiter l’hamil-
tonien complet d’interaction entre une excitation inter-sous-bande et un mode
de cavité.
1.5 Couplage ultra-fort
Un traitement sans approximation d’un système de puits quantiques en
microcavité a été présenté pour la première fois dans la référence [22]. Il passe













où c(j)†i,k est l’opérateur de création d’un électron de vecteur d’onde k sur la
sous-bande i du puits quantique j. L’hamiltonien du système s’exprime, à
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Figure 1.6 – figure extraite de la référence [22] qui démontre les dépendances non-linéaires
des énergies des polaritons pour ωc = ω12 à mesure que le couplage augmente.
avec ~ΩR donné par l’équation 1.14. Le premier terme correspond à l’ha-
miltonien du champ électromagnétique dans la cavité, le second à celui des
excitation inter-sous-bandes, le troisième au couplage entre les deux, conte-
nant les termes anti-résonants, et le dernier au terme en A2. Notons que
lorsque l’on néglige les termes anti-résonants et quadratique, on se retrouve
avec l’hamiltonien de deux oscillateurs couplés linéairement via la constante
~ΩR, équivalent à l’hamiltonien de Jaynes-Cummings. La diagonalisation de
l’hamiltonien complet permet d’établir les états propres, dont les opérateurs
d’annihilation sont des combinaisons linéaires des opérateurs de création et
d’annihilation de l’excitation inter-sous-bande et du photon de cavité :
pUP/LP = wUP/LPa+ xUP/LPb+ yUP/LPa† + zUP/LPb†
La présence de l’opérateur de création photonique dans l’expression de pUP/LP
a pour conséquence que l’état fondamental contient un nombre fini de photons
de cavité virtuels, qu’il est théoriquement possible d’émettre dans le milieu
extérieur en modulant de façon non adiabatique l’énergie de Rabi ~ΩR [22, 49].
Les énergies des polaritons pour ωc = ω12 en fonction de l’énergie de Rabi
sont visibles à la figure 1.6. On peut remarquer les non-linéarités qui ne sont
pas présentes dans le cas du couplage fort, car dans ce cas à la résonance,
EUP/LP = E12 ± ~ΩR.
Néanmoins, ce modèle ne prend pas en compte les interactions coulom-
biennes dynamiques entre les différentes excitations inter-sous-bandes. Une
description qui inclut naturellement ces contributions a été proposée récem-
ment [50]. Elle consiste en une description du système dans la jauge dipolaire,
qui permet d’exprimer l’hamiltonien d’interaction en fonction du déplacement
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électrique D et de la polarisation P induite par les excitations inter-sous-
bandes : Hint =
∫
V dr(−D · P + P2/2)/(εsε0). Il contient deux termes : le
terme D ·P est associé à l’interaction entre les dipôles du gaz bidimensionnel
et le champ extérieur, et le terme P2 à l’interaction mutuelle entre dipôles.
En définissant le facteur de recouvrement fw entre le mode de cavité et les
























avec ~ωP12 l’énergie de plasma introduite dans l’équation 1.4. L’introduction
de l’opérateur
p = ω˜12 + ω122
√
ω˜12ω12
b+ ω˜12 − ω122√ω˜12ω12 b
†
permet de diagonaliser la partie matière qui ne dépend que de b et b†. On a
posé, comme en 1.3, ω˜12 =
√


















On voit alors que l’opérateur p est associé à une excitation matérielle
d’énergie ~ω˜12, qui interagit avec la lumière. Cette énergie renormalisée est la
même que l’énergie de la résonance calculée dans la partie 1.3. Le décalage en
énergie n’est pas dû à la présence de la cavité, mais à l’interaction mutuelle
entre les électrons, qui mène à l’établissement d’une unique excitation collec-
tive, le plasmon inter-sous-bande, qui se couple à la lumière. Il en résulte une
levée de dégénérescence entre le plasmon inter-sous-bande et les autres com-
binaisons d’excitations inter-sous-bandes qui lui sont orthogonales, les états
noirs.
La fréquence plasma ωP12, déja rencontrée dans la description du couplage
entre le puits quantique et le continuum des ondes planes, intervient une
fois encore directement dans la constante de couplage avec la lumière. Dans
la situation du couplage avec le continuum, elle détermine l’amplitude du
pic d’absorption, et dans la situation du couplage fort, elle est directement
reliée au dédoublement de Rabi. C’est donc une quantité centrale dans la
description de l’interaction entre la lumière et un puits quantique dopé. Notons
que lorsqu’on cherche à optimiser le couplage de Rabi, certaines grandeurs vont
affecter la fréquence plasma (Ns, m∗, f12...) et donc l’énergie de l’excitation
électronique couplée à la lumière, et d’autres non (NQW, Lcav).
Comme mentionné plus haut, le facteur fw traduit le recouvrement
entre les puits quantiques et le mode de cavité. Pour le cas du mode TM0
d’une cavité double-métal, il prend la forme simple NQWLQW/Lcav. Dans le
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cas général, on peut le calculer numériquement à partir du profil du mode
optique. Dans le cas d’une cavité planaire dont le vecteur d’onde est associé
à un angle de propagation θ, fw sera proportionnel à sin2 θ.












ω2c + ω˜212 ±
√
(ω2c − ω˜212)2 + 4fwω2P12ω2c
)
(1.16)
Ces courbes de dispersions des polaritons sont représentées à la figure 1.7
en fonction du désaccord ~(ωc − ω˜12). Elles présentent un anticroisement au
voisinage de la résonance ω˜12 = ωc. Le minimum de la différence d’énergie
entre les deux branches de polaritons, le dédoublement de Rabi, vaut 2~ΩR =
~ωP12
√
fw. On peut également observer l’ouverture d’un gap photonique entre
les deux branches car l’asymptote de la branche supérieure pour ωc  ω˜12
(EUP → ~ω˜12) est différente de celle de la branche inférieure pour ωc 
ω˜12 (ELP → ~
√
ω˜212 − (2ΩR)2). Dans le cas des polaritons inter-sous-bandes,
la présence de ce gap photonique peut être considérée comme la signature
expérimentale du régime de couplage ultra-fort. On retrouve l’équation 1.13















Figure 1.7 – dispersion des polaritons en fonction du désaccord Ec−E˜12. On peut observer
la présence d’un gap photonique, par opposition à la dispersion observée en
régime de couplage fort (figure 1.5).
Le couplage ultra-fort a déjà été observé dans la gamme térahertz
avec des puits quantiques en micro-cavité zéro-dimensionnelle [50] avec un
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rapport 2ΩR/ω˜12 de l’ordre de 50 %, et plus récemment, avec des puits
quantiques paraboliques [51] dans des cavités LC. Dans le moyen infra-rouge,
les premiers effets du couplage ultra-fort ont été observés dans [27] grâce à
70 puits quantiques en microcavité planaire, et plus récemment dans [52]
grâce à un confinement photonique sub-longueur d’onde. Dans ces deux
références, le rapport 2ΩR/ω˜12 est de l’ordre de 20 %, et les caractéris-
tiques du couplage ultra-fort peuvent encore être considérées comme des
corrections par rapport au modèle du couplage fort. Ceci est dû à la
nécessité de garder une seule sous-bande occupée (donc EF < E2), ce qui
limite la valeur maximale du couplage de Rabi accessible. Dans les cha-
pitres 3 et 4, nous allons démontrer un moyen de passer outre cette limitation.
Le régime de couplage ultra-fort a également pu être observé dans d’autres
systèmes physiques : une transition cyclotron d’un gaz bidimensionnel d’élec-
tron couplée à un méta-matériau térahertz [53], des atomes artificiels supra-
conducteurs en interaction avec un résonateur micro-onde [54] ou dans le vi-
sible avec des molécules de spiropyrane en microcavité planaire [55].
1.6 Dispositifs électroluminescents à polari-
tons inter-sous-bandes
Les transitions inter-sous-bandes sont à la base de très nombreux dispo-
sitifs opto-électroniques fonctionnant dans le moyen infra-rouge. Néanmoins,
ces transitions souffrent d’une efficacité quantique très faible (∼ 10−5) à cause
d’un temps de vie non radiatif beaucoup plus court que le temps de vie ra-
diatif. Le couplage fort entre une transition inter-sous-bande et un mode de
micro-cavité introduit un nouveau temps caractéristique associé à l’énergie
de Rabi, qui peut être exploité pour réaliser des dispositifs électrolumines-
cents efficaces [56]. La possibilité de réaliser des dispositifs électroluminescents
fonctionnant dans le régime de couplage fort a été proposée en 2005 [23] via
l’insertion dans une microcavité d’une structure à cascade quantique, hétéros-
tucture complexe capable de peupler électriquement les sous-bandes excitées
d’un puits quantique. Lorsque la densité d’électrons dans le puits principal
d’une telle structure permet d’obtenir un dédoublement de Rabi suffisam-
ment grand, il devient possible, dans ce dispositif, de peupler électriquement
les états de polaritons.
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1.6.1 Structures à cascade quantique
Les structures à cascade quantique sont constituées de plusieurs puits
quantiques, couplés par l’effet tunnel. Pour comprendre le transport électro-
nique dans une structure à cascade, on peut tout d’abord s’intéresser aux
principes de base des super-réseaux.
Les super-réseaux sont des alternances périodiques de puits quantiques et
de barrières. Les états électroniques d’un super-réseau seraient donc dégénérés
s’il n’y avait pas le couplage tunnel à travers les barrières qui est d’autant plus
important que les barrières sont étroites. Ce couplage mène à la formation de
mini-bandes d’états électroniques délocalisés dans le super-réseau, séparés par
des « mini-gaps », de façon similaire à la formation des bandes d’énergies à
partir des états électroniques des atomes isolés, selon la vision des liaisons
fortes. La figure 1.8.a montre un diagramme de bandes schématique d’un
super-réseau de période D.
L’application d’un champ électrique statique, ajoutant un potentiel V =
eFz à l’hamiltonien électronique, lève cette dégénérescence, ce qui empêche
la délocalisation des états électroniques, comme montré en figure 1.8.b. Ce
phénomène est appelé la localisation de Wannier-Stark [57, 58]. Néanmoins,
quand le champ est tel que le décalage entre les niveaux fondamentaux de
deux puits consécutifs est proche de l’énergie E12, l’effet tunnel résonant peut
avoir lieu entre le niveau 1 d’un puits et le niveau 2 du puits adjacent. Cela
permet le transport électronique à travers le super-réseau et l’émission de
lumière à l’énergie E12, et même théoriquement le gain optique, comme pro-
posé dans [59]. La première émission de rayonnement inter-sous-bande selon




Figure 1.8 – a) super-réseau en l’absence de champ électrique extérieur, avec ses niveaux
délocalisés qui forment une mini-bande. b) super-réseau sous champ électrique
statique uniforme, avec ses niveaux de Wannier-Stark localisés dans les puits.
Ce principe a été élaboré vers une séquence périodique de puits diffé-
rents [61], jusqu’à aboutir à la réalisation du premier laser à cascade quan-
tique [19]. Une source à cascade quantique est constituée de deux régions,
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périodiquement répétées, et schématisées à la figure 1.9 : le puits principal,
entre les sous-bandes duquel a lieu l’émission radiative, et la zone de trans-
port. Celle-ci consiste en une série de puits de largeur graduée dont les états
forment une minibande pour une certaine tension d’alignement, lorsque le
potentiel électrostatique compense le potentiel moyen linéaire associé à la va-
riation de la largeur des puits. À cette même tension, les électrons peuplant
la sous-bande fondamentale du puits principal peuvent être extraits par effet
tunnel vers la mini-bande, dont le plus bas niveau est résonant avec le niveau
excité du puits principal de la période suivante, permettant ainsi le transport
électronique dans la structure. Ce niveau est noté R sur la figure 1.9, et appelé
l’état injecteur. La présence du minigap impose la relaxation électronique de
l’état excité du puits principal vers l’état 1 d’où sont extraits les électrons vers
la période suivante. Par conséquent, chaque électron est susceptible d’émettre
un photon dans chaque période de la structure à cascade. La conception des
structures à cascade est l’objet d’une ingénierie de structures de bandes, qui
consiste en l’agencement des niveaux d’énergie et le contrôle des différents
temps de vie entre les niveaux.
Figure 1.9 – représentation schématique d’une période d’une structure à cascade quan-
tique à sa tension d’alignement. La zone bleutée représente la mini-bande, et
la flèche jaune représente la transition radiative.
1.6.2 État de l’art sur les dispositifs électrolumines-
cents inter-sous-bandes en couplage fort
La première proposition d’un dispositif électroluminescent basé sur les po-
laritons inter-sous-bandes est présentée dans la référence [23]. Le principe est
d’éviter l’inversion de population dans le puits principal afin de conserver une
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population importante sur la sous-bande fondamentale. Pour cela, le temps
caractéristique de la transition depuis le niveau 1 vers la mini-bande d’extrac-
tion doit être plus grand que le temps de vie électronique sur la deuxième
sous-bande.
Le premier dispositif électroluminescent inter-sous-bande fonctionnant en
régime de couplage fort a été démontré en 2008 [24]. Il est constitué de 30 pé-
riodes d’une structure à cascade quantique réalisée en GaAs/AlGaAs insérée
dans une microcavité planaire constituée d’un miroir supérieur en or et d’un
miroir inférieur en GaAs dopé (qui possède un indice optique plus faible que
le GaAs non dopé dans la gamme de longueurs d’onde concernée). Certains
puits de la structure à cascade sont fortement dopés de façon à obtenir un
gaz bidimensionnel dans le puits principal, de densité Ns = 7× 1011 cm−2. Il
est démontré dans cette référence que les spectres d’électroluminescence sont
différents des spectres d’absorption à cause du mécanisme d’injection élec-
trique. Ces spectres, notés Lθ,V (E), sont le produit des spectres d’absorption
Aθ(E) (qui dépendent de l’angle de propagation de la lumière) par la fonction
spectrale du réservoir électronique IV (E) (qui dépend de la tension appliquée
à la structure à cascade) :
Lθ,V (E) = Aθ(E)IV (E)
Il a été démontré [26] que les branches de polaritons sont peuplées à l’éner-
gie de la transition diagonale entre le niveau d’injecteur et le fondamental
du puits principal. Comme cette énergie dépend de la tension appliquée au
dispositif, il est possible d’injecter dans une large gamme d’énergie le long
de la branche inférieure, attribuant au dispositif une accordabilité de 20 %.
L’injection dans la branche supérieure est rendue impossible par le fait que
l’injecteur s’aligne avec le niveau 2 du puits principal, et ne peut pas dépasser
cette énergie en raison de l’instabilité des structures à effet tunnel résonant
dans la zone de résistance différentielle négative. La figure 1.10 représente le
signal d’électroluminescence en fonction de l’énergie et du vecteur d’onde du
photon, à une tension fixée. On peut observer le signal d’électroluminescence
associé à la branche polaritonique inférieure. De plus, la transition 2→ 1 du
puits principal (à 161 meV) est rendue visible par couplage faible avec un
mode photonique excité [62].
Ce dispositif peut également fonctionner dans un régime photovol-
taïque [63], à la façon d’un détecteur à cascade quantique [64]. Dans ce
régime, il est possible d’observer la dispersion des polaritons dans des
mesures de photocourant résolues en angle. Une fois encore, la forme des
spectres correspond à la densité d’états optiques des polaritons multipliée
par la fonction décrivant l’état extracteur. Cette structure a donc permis
de démontrer la première électroluminescence en régime de couplage fort
32
Chapitre 1. Interaction lumière-matière dans les puits quantiques
semi-conducteurs
Figure 1.10 – figure extraite de la référence [62] : électroluminescence en fonction de
l’énergie et du vecteur d’onde du photon, pour une tension de 4.5 V.
lumière-matière, jusqu’à 300 K, mais pas l’injection sur la branche supérieure,
ni d’exaltation notable de l’émission spontanée.
En 2009 a été démontré théoriquement la possibilité d’émission stimulée
de polaritons inter-sous-bandes [25]. Ce phénomène peut être exploité pour la
réalisation de lasers à faible seuil, sans inversion de population. Il passe par le
peuplement de la branche supérieure et la diffusion vers la branche inférieure
par émission de phonon optique.
Dans cette optique, le prochain chapitre présente la caractérisation d’un
dispositif électroluminescent permettant d’injecter dans la branche supérieure
grâce à un dessin adapté de la région active.
Chapitre 2
Injection électrique et diffusion
polariton-phonon
Dans ce chapitre, nous allons présenter un dispositif à cascade quantique
en cavité planaire conçu pour permettre de peupler électriquement la branche
supérieure des polaritons [65].
Nous allons voir que ses spectres d’électroluminescence présentent la si-
gnature d’une relaxation de la branche supérieure vers la branche inférieure
avec émission d’un phonon longitudinal optique. Un tel processus de relaxa-
tion pourrait être un moyen d’obtenir de l’émission de polaritons stimulée par
la population de la branche inférieure, ouvrant la voie à la réalisation de lasers
à polaritons [25] qui ne nécessitent pas d’inversion de population.
Après avoir décrit et caractérisé ce dispositif, nous estimerons le facteur
d’occupation des états de polaritons. Nous montrerons qu’il dépasse 10 %
pour certaines tensions appliquées, ce qui est assez prometteur car les effets
d’émission stimulée sont attendus pour un facteur d’occupation supérieur à
l’unité.
Nous tenterons finalement de modéliser le processus de diffusion polariton-
phonon afin d’extraire un temps caractéristique de relaxation.
2.1 Présentation du dispositif en cavité pla-
naire
Le dispositif électroluminescent présenté dans ce chapitre a été conçu
selon des principes analogues au dispositif étudié dans la référence [24]
(voir partie 1.6.2). Il consiste en une structure à cascade quantique dont
certains puits sont fortement dopés de façon à obtenir un gaz bidimensionnel
d’électrons dans le niveau fondamental du puits principal. Cette structure à
34 Chapitre 2. Injection électrique et diffusion polariton-phonon
cascade quantique est située dans une cavité planaire constituée d’un miroir
inférieur obtenu grâce à une couche de semi-conducteur dopé, à bas indice
optique, et en un miroir supérieur en or, entre lesquels on peut appliquer une
tension électrique.
Le dispositif a été conçu et réalisé en partenariat avec l’équipe de Roland
Teissier et Alexei Baranov, de l’Institut d’électronique du Sud (Université de
Montpellier II) : la région active et la cavité ont été dessinées par David Barate
et optimisées par nos soins ; la croissance et la fabrication ont été effectuées
par J.-C. Moreno.
Les caractéristiques et les spécificités de cette structure à cascade en cavité
sont détaillées dans cette section.
2.1.1 Région active
La région active consiste en un puits principal, dans lequel a lieu la transi-
tion radiative, et d’une région d’injection/extraction qui a été conçue de façon
à ce qu’à l’alignement l’injecteur soit résonant avec le niveau 3 du puits prin-
cipal, ce qui permet d’observer, en couplage faible, deux transitions radiatives







Figure 2.1 – représentation schématique du puits principal et de l’injecteur, à la tension
d’alignement.
La raison du choix d’un système à trois niveaux est la possibilité offerte par
la présence de l’injecteur à une énergie supérieure à E2 de peupler la branche
supérieure des polaritons. En effet dans le cas d’un système « classique » à
deux niveaux, l’injecteur est accordable entre E1 et E2, valeur qu’il atteint
à l’alignement sans pouvoir la dépasser, car les structures à cascade sont in-
stables dans la zone de résistance différentielle négative. On ne peut donc pas,
en couplage fort, peupler la branche polaritonique la plus haute, caractérisée
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par une énergie supérieure à l’énergie de la transition inter-sous-bande E21
[24, 62].
Comme les deux transitions se situent dans le moyen infrarouge, il a fallu
choisir un système de matériaux présentant une importante discontinuité de
bande de conduction. C’est le système InAs/AlSb qui a été choisi car il possède
une hauteur de barrière de 1.8 eV.
La région active comprend au total 20 périodes. Le diagramme de bandes
d’une période, calculé au moyen d’un modèle k · p à trois bandes pour
un champ de 60 kV/cm, est représenté figure 2.2, où les trois niveaux du
puits principal ainsi que l’injecteur sont mis en évidence. Pour des tensions















Figure 2.2 – diagramme de bandes d’une période de la région active, sous un champ de
60 kV/cm. Les trois niveaux du puits principal sont mis en évidence, ainsi
que l’injecteur.
Dans la figure 2.2, on peut remarquer la présence d’une fine barrière au
milieu du puits principal. Elle y a été insérée car dans un simple puits à
trois niveaux en InAs, les énergies E21 et E32 sont assez proches à cause
de la non-parabolicité du matériau. En effet, si dans le cas d’un puits infini
de largeur L à sous-bandes paraboliques, le rapport E32/E21 vaut 5/3 (car
l’énergie du niveau i vaut i2pi2~22m∗L2 ), dans notre cas, la forte non-parabolicité
tend à rapprocher ces deux énergies, les ramenant à un rapport d’environ 1.2
ce qui gênerait l’observation du signal émis par les polaritons au voisinage de
l’énergie E21.
L’insertion d’une fine couche d’un matériau différent engendre une pertur-
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bation des états confinés qui dépend de la valeur de leur densité de probabilité
à l’emplacement de cette couche [66]. Ainsi, la croissance d’une fine barrière
d’AlSb d’épaisseur nominale 1 Å au centre du puits a comme effet d’élever
l’énergie des niveaux de nombre quantique impair sans affecter les autres,
qui ont une probabilité de présence nulle au centre du puits. Cela résulte en
l’augmentation de E32 et la diminution de E21, c’est-à-dire une meilleure sé-
paration des énergies des deux transitions. On s’attend alors à un rapport
E32/E21 = 1.54.
Pour vérifier cet effet, nous avons comparé les spectres d’électrolumines-
cence de notre échantillon (mesurés hors cavité) à ceux d’une structure à
cascade identique mis à part l’absence de barrière au centre (réalisée égale-
ment à l’IES). Sur la figure 2.3 sont représentés les diagrammes de bandes
à champ nul du puits principal de notre échantillon, ainsi que de celui de la
structure sans la barrière centrale. Les spectres d’électroluminescence associés
sont montrés en regard ; ils sont en bon accord avec les simulations et montrent
bien l’effet attendu puisque la valeur de E32/E21 passe de 1.18 à 1.40.
Il est intéressant de constater que nous observons bien l’effet escompté
malgré le fait que la valeur nominale de la largeur de la barrière centrale (1 Å)
est inférieure au paramètre de maille de l’AlSb (6.15 Å), et même aux rayons
de covalence de l’aluminium et de l’antimoine ! Il ne peut donc pas exister de
couche de 1 Å de matériau AlSb ; la barrière réelle consiste probablement en
un alliage localisé au centre du puits, dont la composition et la structure sont
en cours d’analyse. Cette caractérisation est effectuée par l’équipe Me-ANS
de notre laboratoire au moyen d’imagerie à haute résolution au microscope
électronique à transmission. La figure 2.4 présente deux des premières images
réalisées. On y observe sur la première une période complète de la structure,
et sur la deuxième, le puits principal au centre duquel on peut distinguer une
ligne plus claire qui correspond à cette barrière. Les simulations permettent
de reproduire l’effet de la présence de la barrière même si elles utilisent un
modèle k · p à trois bandes, basé sur le formalisme de la fonction enveloppe
qui suppose que le potentiel de l’hétérostructure varie lentement à l’échelle
de la maille cristalline, ce qui est loin d’être le cas dans cette structure...
Certaines couches de la minibande d’injection ont été fortement dopées
de façon à obtenir un gaz bidimensionnel d’électrons dans le puits principal,
d’une densité d’environ 2×1012 cm−2 (cette densité correspond à un niveau de
Fermi compris entre le niveau 1 et le niveau 2) afin que la transition 1→ 2 soit
en couplage fort avec un mode de la cavité planaire, que nous allons décrire
dans le paragraphe suivant.


















































Figure 2.3 – effet de la présence d’une fine barrière au centre du puits quantique : a)
simulation d’un puits de 140 Å et b) spectre expérimental d’électrolumines-
cence correspondant ; c) simulation d’un puits de 119 Å avec la barrière de
1 Å et d) spectre expérimental d’électroluminescence correspondant.
Figure 2.4 – images du dispositif, réalisées au microscope électronique à transmission.
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2.1.2 Cavité planaire
Dans notre dispositif, la lumière est confinée verticalement entre une
couche d’InAs de 1 µm d’épaisseur, dopée à hauteur de 2.5 × 1018 cm−3 afin
d’obtenir un bas indice optique (2.9 contre 3.4 pour le matériau intrinsèque),
et une couche d’or déposée par évaporation sur la surface supérieure (voir
figure 2.5.a). Le profil de l’indice optique dans la direction de croissance à
la longueur d’onde 8 µm est représenté figure 2.5.b, ainsi que la composante
selon la direction de croissance du champ électrique du mode fondamental. Il
s’agit d’un mode de type plasmonique, qui présente un maximum au voisinage



































Figure 2.5 – a) schéma du dispositif ; l’angle θ de propagation de la lumière dans le
substrat est représenté. b) profils de l’indice optique (en bleu) et du champ
électrique (en rouge) dans la direction de croissance.
Une telle cavité planaire présente des modes guidés dispersifs, ce qui nous
garantit une résonance avec l’énergie de la transition inter-sous-bande, qui ne
présente pas de dispersion. Le mode en couplage fort avec le gaz bidimension-
nel est le mode TM1 dont la dispersion peut être correctement décrite par la
relation E(q) = ~cns
√
(pi/Lcav)2 + q2, où c est la vitesse de la lumière, ns l’in-
dice optique du substrat, Lcav la largeur effective de la cavité dans la direction
du confinement, q le module du vecteur d’onde du photon dans le plan des
couches.
Les modes TM d’ordre supérieur présentent une largeur à mi-hauteur si
importante qu’ils ne peuvent pas entrer en couplage fort avec une transition
inter-sous-bande dans le moyen infrarouge ; en revanche, nous verrons qu’ils
nous permettront d’observer des transitions radiatives par couplage faible.
Quant aux modes TE, ils n’interagissent pas avec le gaz d’électrons dans
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le puits quantique, du fait des règles de sélection des transitions inter-sous-
bandes, discutées dans le paragraphe 1.2.2.
La section suivante est dédiée à la caractérisation théorique et expérimen-
tale de la réponse optique du dispositif lors de mesures d’absorption.
2.2 Absorption
La première caractérisation d’un dispositif comportant des puits quan-
tiques en cavité planaire consiste à établir sa réponse optique résolue en angle,
ce qui nous donne accès à la densité d’états optiques.
Nous sommes en mesure de modéliser cette réponse optique grâce à des
simulations numériques basées sur le formalisme de la matrice de transfert.
Nous allons pouvoir comparer les résultats de ces simulations avec des mesures
de transmission dans une géométrie multi-passage.
2.2.1 Simulation des spectres d’absorption
Les simulations de ce dispositif, ainsi que d’autres dispositifs en cavité
planaire présentés par la suite, utilisent le formalisme de la matrice de transfert
à une dimension [67, 68, 69], dans lequel chaque couche de semi-conducteur,
à l’exception du puits quantique contenant le gaz d’électrons, est caractérisée
par sa constante diélectrique éventuellement complexe et dispersive [70] mais
isotrope. La dispersion des couches dopées est calculée par le modèle de Drude
pour un gaz d’électrons libres, qui considère les électrons comme des particules
libres, soumis au champ extérieur F(ω) et à la force de frottement −p/τ,
où τ est le temps de relaxation, correspondant au temps moyen entre deux











est la pulsation plasma du gaz, εs la constante diélectrique
du milieu en l’absence du gaz d’électrons et L l’épaisseur de la couche.
La couche d’or supérieure est décrite par son indice complexe extrait de la
référence [71].
2.2.1.1 Réflectivité de la cavité planaire
Dans un premier temps, nous pouvons omettre le gaz bidimensionnel
d’électrons dans le but de caractériser les modes TM de la cavité planaire.
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Le principe de la simulation consiste à évaluer la réponse optique du système
multicouche à une onde incidente de pulsation ω se propageant dans le sub-
strat avec un angle θ par rapport à la normale aux couches (figure 2.5). Cette
réponse est caractérisée par l’absorption A(ω, θ) = 1 − R(ω, θ) où R est la
réflectivité de l’hétérostructure, la transmission étant nulle en raison de la
présence de la couche supérieure d’or. Chacune des couches est caractérisée
par sa constante diélectrique isotrope εi(ω). Nous présentons l’ensemble des
résultats non pas en fonction de θ mais plutôt de q, le module de la compo-
sante perpendiculaire aux couches du vecteur d’onde du photon, qui est le bon
nombre quantique pour caractériser le système [24]. C’est de plus une gran-
deur conservée dans tous les systèmes multi-couches, de par leur invariance
par translation ; en général leurs dimensions sont finies mais très supérieures
aux libres parcours moyens des (quasi-)particules.
Les deux grandeurs θ et q sont reliées par la relation
q = ωns sin(θ)
c
(2.1)
où ns est l’indice du substrat [26]. La zone accessible par les mesures se trouve
entre les deux droites d’équation q = ωns sin(θmin)c et q = ωns sin(θmax)c , qui
dépendent de l’angle de polissage de la facette mais qui de toute façon ne
peuvent aller au-delà de q = ωnsc , la limite du cône de lumière.
La réponse optique de la cavité planaire est donc présentée figure 2.6.a en
fonction de l’énergie et du vecteur d’onde du photon. On peut observer comme
attendu le mode d’ordre 1, d’une largeur à mi-hauteur d’environ 3 meV, sus-
ceptible d’entrer en couplage fort avec la transition 1→ 2 du puits quantique,
d’énergie E12 = 151 meV. On observe également un mode du deuxième ordre,
très large.
Dans le paragraphe suivant, nous ajoutons les 20 puits quantiques dopés
dans la cavité planaire afin de réaliser le couplage fort entre la transition
inter-sous-bande et le mode de cavité.
2.2.1.2 Absorption par le système complet
Le puits quantique est caractérisé par un tenseur diélectrique anisotrope
diagonal (en l’absence de champ magnétique externe) εαβ(ω) dont les compo-
santes x et y dans les directions perpendiculaires à la direction de croissance,
dans lesquelles les électrons ne sont pas confinés, sont décrites par le modèle
de Drude pour un gaz d’électrons libres :
















































Figure 2.6 – a) simulation de l’absorption de la cavité planaire en échelle de couleur,
en fonction de l’énergie et du vecteur d’onde du photon incident. b) simula-
tion de l’absorption du dispositif complet en échelle de couleur, en fonction
de l’énergie et du vecteur d’onde du photon incident. On peut observer un
anticroisement à l’énergie de la transition 2→ 1.
La composante εzz décrit l’absorption résonante à la fréquence ω12. Elle






ω2 − ω212 + iγω
)
où ωP12 = ωP
√
f12 est la pulsation plasma associée à la transition 1 → 2 (ici
Ns = N1) et f12 sa force d’oscillateur. Ce modèle suffit à décrire notre puits
quantique lorsqu’une seule sous-bande est remplie.
Le résultat d’une simulation incluant les 20 puits quantiques de la région
active est présenté figure 2.6.b. On peut clairement remarquer l’anticroisement
autour de la résonance, pour q ≈ 2.4 µm−1, ainsi qu’une contribution à même
énergie mais à q un peu plus faible, correspondant au couplage faible entre
le mode optique du deuxième ordre et la transition inter-sous-bande.
Ces simulations ont permis non seulement de concevoir la cavité de ce
dispositif, mais également, par ajustement, d’affiner notre connaissance de
certains paramètres incertains du dispositif réel (notamment les valeurs de
dopage, qui souffrent d’une incertitude importante lors de la croissance).
Nous pouvons désormais présenter les mesures d’absorption effectuées sur
cette structure et les comparer aux simulations.
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2.2.2 Mesures d’absorption
Les spectres d’absorption du dispositif sont obtenus par des mesures en
transmission au travers d’un échantillon monté en géométrie multi-passage,
dont les facettes d’entrée et de sortie sont polies à 70° par rapport au plan des
couches, comme montré dans la figure 2.7. De l’or a été déposé sur la tota-
lité de la surface supérieure, et la surface inférieure a été polie afin d’obtenir
une bonne réflexion spéculaire. Le substrat en InAs non dopé étant transpa-
rent dans la gamme de longueurs d’onde qui nous concerne, la transmission







Figure 2.7 – schéma de la géométrie multi-passage. θf est l’angle de polissage.
Le dispositif expérimental utilisé pour caractériser cet échantillon est
représenté à la figure 2.8 : on utilise un spectromètre infrarouge à transformée
de Fourier (FTIR), comprenant une lampe thermique en carbure de silicium
comme source large bande dans le moyen infrarouge, un interféromètre et un
système d’acquisition de la réponse du détecteur. Le faisceau de la lampe
thermique, après passage dans l’interféromètre, est focalisé vers la facette
d’entrée de l’échantillon, qui est monté sur le doigt froid d’un cryostat et
refroidi à la température de l’azote liquide. Le faisceau émergent de la facette
de sortie de l’échantillon est collecté vers un détecteur MCT (tellurure de
mercure et de cadmium) refroidi à l’azote liquide. L’interférogramme résultant
d’une mesure en transmission est acquis par le FTIR et peut alors être traité
de manière numérique (transformée de Fourier rapide). Un polariseur est
utilisé afin de ne collecter que la composante TM de la lumière. Les spectres
obtenus sont normalisés par une mesure en TE, puis la série de spectres est
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normalisée par le spectre TM/TE d’un faisceau identique passant en dehors
de l’échantillon (« background ») dans le but de s’affranchir de la réponse du
détecteur, et de la transmission des lentilles et des fenêtres. Le spectre final









Figure 2.8 – schéma du dispositif expérimental utilisé pour réaliser les mesures d’absorp-
tion.
Nous pouvons réaliser des spectres à différents angles d’incidence θ de la
lumière sur la région active, en faisant varier l’angle entre le faisceau incident
et la normale à la facette du dispositif, noté θext (voir figure 2.7). Ces deux
angles sont reliés, via l’angle de la facette θf , par les lois de Descartes de
l’optique géométrique, qui nous donnent :
θ = θf + arcsin
sin(θext)
ns
Notre angle de collection, déterminé par le diamètre du faisceau utilisé (1.6 cm)
et la focale de la lentille en sortie de l’interféromètre (9 cm), est d’environ 10°,
ce qui correspond à une résolution angulaire d’environ 3° à l’intérieur de
l’échantillon.
Les spectres sont mesurés en faisant varier l’angle θext par pas de 2°, nous
assurant ainsi une totale couverture de l’intervalle angulaire choisi. La fi-
gure 2.9 présente les spectres d’absorption à 77 K de notre dispositif, obtenus
pour θ variant de 57.5° à 79°. On peut observer deux pics d’énergie inférieure à
200 meV présentant une forte dépendance angulaire ainsi qu’un anticroisement
caractéristique du régime de couplage fort : ces deux pics proviennent de l’ab-
sorption par les états de polaritons. Un pic d’absoption beaucoup plus large
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est présent à plus haute énergie : il correspond au mode photonique d’ordre 2.
À faible angle, on retrouve l’énergie de la transition inter-sous-bande nue, qui
correspond à l’asymptote de la branche supérieure. Elle vaut ici 150 meV. La
différence avec la transition calculée (137 meV) est due au plasma shift qui
décale le pic d’absorption, à cause de la densité électronique importante (voir
partie 1.3).





















Figure 2.9 – spectres d’absorption du dispositif, mesurés à différents angles de propa-
gation de la lumière. Les lignes pointillées mettent en évidence les minima
associés aux deux branches de polaritons.
Nous pouvons alors relever les minima de transmission obtenus pour
chaque angle, et, en utilisant la formule 2.1 qui permet de passer de la va-
riable angulaire au vecteur d’onde du photon, tracer leur énergie en fonction
de q pour obtenir la courbe de dispersion des polaritons (carrés rouges sur la
figure 2.10.a). Cette courbe peut être facilement ajustée par la courbe théo-
rique d’un système à deux niveaux en couplage fort avec un mode de cavité
planaire, donnée par l’équation 1.13 et représentée par les courbes bleues sur
la figure 2.10.a. Les paramètres d’ajustement du système à deux niveaux nous
donnent notamment accès aux coefficients d’Hopfield des états du système
(équation 1.12), représentés figure 2.10.b.
C’est également dans cette représentation des données que nous avons
accès à une grandeur caractéristique importante de notre système : le dédou-
blement de Rabi 2~ΩR, qui correspond dans ces coordonnées au minimum
d’énergie entre les deux branches, et que nous trouvons égal à 13 meV dans
notre dispositif.
Sur la même figure sont représentés par des triangles noirs les maxima


























Figure 2.10 – a) carrés rouges : maxima d’absorption mesurés dans notre dispositif ; tri-
angles noirs : maxima d’absorption calculés par la matrice de transfert ;
lignes bleues : ajustement par un modèle à deux niveaux. b) ligne bleue :
partie électronique de la branche supérieure, égale à la partie photonique de
la branche inférieure : |αUP|2 = |βLP|2 ; ligne rouge : partie photonique de la
branche supérieure, égale à la partie électronique de la branche inférieure :
|αLP|2 = |βUP|2. Tous prennent la valeur 0.5 à la résonance.
.
présenté précédemment. On peut remarquer l’excellent accord avec la courbe
de dispersion mesurée.
Cette première caractérisation passive du système nous a permis de
connaître la dispersion des états de polaritons ; nous sommes maintenant en
mesure de procéder à l’étude de l’électroluminescence de notre dispositif.
2.3 Électroluminescence
En appliquant une tension aux bornes du dispositif, nous avons la possi-
bilité de peupler certains états du système, qui vont pouvoir relaxer de façon
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radiative. L’analyse des spectres d’émission nous permettra de connaître la ré-
partition de cette population dans les états de polaritons, et même son nombre
d’occupation. Nous pourrons alors en déduire des renseignements sur les mé-
canismes de peuplement et de relaxation prenant place dans ce dispositif.
Notre connaissance des états optiques du système, obtenue via la caracté-
risation passive, nous aidera dans la compréhension de ces spectres d’électro-
luminescence dont l’interprétation est plus complexe.
2.3.1 Résultats expérimentaux
Des mesas carrés de 160 µm de côté ont été réalisés à l’IES par gravure
humide de la région active. Le contact supérieur est constitué par le dépôt à
la surface de l’échantillon d’une fine couche de chrome puis d’une couche d’or,
qui est reliée à des contacts en céramique recouverte d’or au moyen d’une
microsoudeuse à fil d’or. Le contact inférieur est pris en bas du substrat, ce








Figure 2.11 – schéma d’un échantillon monté pour des mesures d’électroluminescence.
2.3.1.1 Caractéristiques électriques
La caractéristique courant-tension du dispositif s’obtient en l’alimentant
par une tension pulsée, de rapport cyclique 5 % et d’amplitude variable, et en
acquérant le courant qui le traverse et la tension mesurée à ses bornes via un
oscilloscope.
Le résultat de cette mesure, effectuée à température ambiante puis à celle
de l’azote liquide, est présenté à la figure 2.12 où l’on peut distinguer deux
régimes, typiques d’une structure à cascade quantique :
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– le régime pré-alignement, à bas courant, caractérisé par une très grande
résistance différentielle du dispositif, s’explique par la position en énergie
de l’injecteur, qui est éloignée de celle du niveau 3 : l’effet tunnel ne se
produit pas, d’où une très grande résistivité de l’hétérostructure ;
– le régime aligné, à partir de la tension correspondant à la résonance de
l’injecteur et du niveau 3, permet l’injection par effet tunnel résonant de
la minibande vers le niveau 3, d’où les électrons relaxent, radiativement
ou non, vers les niveaux 2 puis 1, d’où ils sont extraits vers la période



















Figure 2.12 – caractéristique courant-tension du dispositif à 77 K (courbe bleue) et à
300 K (courbe rouge).
On peut remarquer qu’à 300 K, le courant est plus important à une tension
donnée qu’à 77 K ; ceci est dû à l’activation thermique de canaux parallèles
inaccessibles à froid.
On voit également que la transition entre les deux régimes est assez douce
à cause de la grande largeur spectrale de la minibande d’injection, ce qui
permet de se placer à des points de fonctionnement où l’injecteur se situe
entre le niveau 2 et le niveau 3.
2.3.1.2 Mesures d’électroluminescence
Le dispositif expérimental, schématisé sur la figure 2.13, est le suivant :
l’échantillon est soudé à l’indium sur une embase en cuivre qui est alors mon-
tée dans un cryostat. La lumière émise est extraite par un détecteur MCT
après passage dans un FTIR qui nous permet de réaliser la spectrométrie.
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L’échantillon est alimenté par un générateur de tension pulsée, avec un rap-
port cyclique pouvant varier de 5 % à 50 %. Le signal provenant du détecteur
est filtré par un amplificateur à détection synchrone. La lentille de collection
a une focale de 9 cm, ce qui nous donne une résolution angulaire de 3° comme






















Figure 2.13 – schéma du dispositif expérimental utilisé pour les mesures d’électrolumi-
nescence.
De la même façon que pour l’absorption, nous effectuons des mesures dans
un intervalle angulaire défini par l’angle de polissage de la facette, en tournant
l’échantillon de 2° entre chaque mesure, et ce pour différents voltages. La
figure 2.14 présente une collection de spectres obtenus pour une tension de
6 V, à des angles internes compris entre 54.5° et 86°. Nous pouvons observer
deux pics dont l’énergie présente une forte dépendance en angle, et dont on
peut deviner un comportement d’anticroisement ; ils correspondent au signal
lumineux émis depuis les états de polaritons. On observe également un pic
d’énergie constante à 215 meV, qui correspond à l’énergie de la transition
3→ 2.
Remarquons qu’à faible angle, on est loin de la résonance (voir figure 2.6.b).
On obtient donc des spectres indépendants de l’angle, présentant les carac-
téristiques de l’électroluminescence du dispositif dans un régime de couplage
faible, où les transitions nues 2 → 1 et 3 → 2 sont visibles, respectivement
aux énergies E21 = 155 meV et E32 = 215 meV. La figure 2.15 présente un tel
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Figure 2.14 – spectres d’électroluminescence à V = 6 V pour différentes valeurs de θ. Les
lignes pointillées mettent en évidence les maxima associés aux deux branches
de polaritons.
spectre, mesuré à 45°, comparé à un spectre proche de la résonance, mesuré à
70°. Les deux mesures sont effectuées à la même tension, 6 V, et normalisées à
l’intensité du pic 3→ 2. On peut voir que le pic associé à la transition 3→ 2
reste inchangé, tandis que celui correspondant à la transition 2 → 1, qui est
en couplage fort avec le mode de cavité, est dédoublé. Le couplage fort modifie











Figure 2.15 – deux spectres mesurés à la même tension (6 V), l’un en couplage faible
(courbe rouge), l’autre à résonance (courbe bleue).
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On voit également sur le spectre à 45° la présence de signal entre les
deux pics principaux : ceci correspond à l’émission, plus large bande, de la
transition diagonale de l’injecteur vers le niveau 2, visible car à cette tension
la structure n’est pas encore alignée. La figure 2.16 montre des spectres
mesurés à 45° afin d’observer la dépendance en tension de cette transition
diagonale, dont l’énergie augmente avec V . On remarque que la hauteur
relative du pic 3 → 2 augmente avec la tension, à mesure que le niveau














Figure 2.16 – spectres d’électroluminescence mesurés à 45° à différentes tensions.
À partir de la mesure d’environ 50 spectres, nous pouvons construire une
représentation en fonction des mêmes paramètres que pour les données d’ab-
sorption : l’énergie et le vecteur d’onde des photons collectés. Pour cela, nous
utilisons une fois encore la transformation 2.1 pour se placer dans ces coor-
données. L’intensité du signal y est alors représentée en échelle de couleur.
Les résultats des mesures pour trois tensions différentes sont représentés à
la figure 2.17, après normalisation par le rapport entre le signal émis et le
signal détecté, fonction de l’angle d’observation, qui dépend notamment des






1− n2s sin2(θf − θ) + cos(θf − θ)
)2
(1− n2s sin2(θf − θ))3/2 cos θ
Cette représentation offre deux avantages : d’une part l’observation sur
une seule figure de l’ensemble de l’émission du dispositif pour une tension
donnée et dans des coordonnées commodes, et d’autre part la possibilité
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Figure 2.17 – spectres d’électroluminescence, en échelle de couleur en fonction de l’énergie
et du vecteur d’onde du photon, pour trois tension différentes. Les pointillés
blancs représentent les dispersions extraites des mesures d’absorption.
de comparer directement les données d’électroluminescence avec celles de
l’absorption.
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2.3.2 Observations et déductions
À partir de l’observation des spectres de la figure 2.17, et par comparaison
avec les données de l’absorption (figure 2.10.a), nous pouvons constater que le
signal lumineux provient de trois zones distinctes : la première, vers 215 meV,
correspond à l’énergie de la transition 3→ 2. Cette énergie ne dépend ni de V ,
ni de q ; en revanche, son intensité augmente avec V . On peut l’observer grâce
à son couplage faible avec le mode de cavité d’ordre 2, visible en figure 2.9.
L’émission provient également de deux zones situées le long des courbes
de dispersion des polaritons : l’une entre 150 meV et 180 meV (selon la
tension), sur la branche supérieure, et l’autre entre 110 meV et 145 meV, sur
la branche inférieure. Il y a toujours un minimum de luminescence entre ces
deux zones. La position en énergie de ces deux pics dépend fortement de la
tension appliquée. En revanche, leur différence d’énergie reste constante, à
une valeur d’environ 30 meV.
Afin de mieux comprendre l’origine de ces pics, nous présentons en
figure 2.18 une comparaison, à 4.7 V, d’un spectre à bas angle (45°), en
couplage faible, et d’un spectre proche de la résonance (65°). On constate qu’à
l’énergie du maximum de luminescence du polariton du haut, sur le spectre
à 65°, correspond bien un signal non nul sur le spectre en couplage faible, ce
qui est compatible avec un peuplement résonant de la branche supérieure.
En revanche, à l’énergie du maximum de signal provenant du polariton du
bas correspond un zéro de luminescence sur le spectre en couplage faible :
il n’y a pas de transition à cette énergie. On ne peut donc pas invoquer
un peuplement résonant à cette énergie depuis une transition de la cascade
quantique, comme c’était le cas dans la référence [24].
Ces constatations (présence de transition électronique à l’énergie du po-
lariton supérieur mais pas inférieur, différence d’énergie constante entre leurs
deux pics d’électroluminescence) peuvent être éclairées par la connaissance
de l’énergie du phonon longitudinal optique (LO) dans le matériau InAs, qui
vaut 30.4 meV (et peut être considérée comme indépendante de son vecteur
d’onde) ; cette valeur correspond à l’écart constant dans l’espace k entre les
deux pics provenant des polaritons.
Cela nous suggère donc le mécanisme de peuplement schématisé dans la
figure 2.19 : la branche supérieure est peuplée de façon résonante, à l’énergie
de la transition de l’injecteur au niveau 2, tandis que la branche inférieure est
peuplée par désexcitation des polaritons de la branche supérieure, par émission
d’un phonon optique.














Figure 2.18 – spectres d’électroluminescence mesurés à 4.7 V à 45° (courbe bleue) et 65°
(courbe rouge). Le maximum provenant du polariton inférieur est repéré
par la ligne pointillée noire, et correspond à un zéro de luminescence sur le













Figure 2.19 – schéma du mécanisme de peuplement des branches de polaritons : la branche
du haut est peuplée de façon résonante par l’injecteur, et la branche du bas
est peuplée par relaxation depuis la branche supérieure avec émission d’un
phonon optique.
mécanisme de population de la branche du haut depuis un niveau injecteur
et d’une réplique phononique, nous arriverons à un très bon accord avec les
spectres expérimentaux.
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2.3.3 Modèle phénoménologique
Nous allons appliquer et adapter ici un modèle, déjà utilisé précédemment
dans le cas de polaritons inter-sous-bandes [62]. Une démarche similaire a
également été utilisée pour reproduire les spectres de photoluminescence de
polaritons excitoniques [11]. Elle consiste à décomposer les spectres d’électro-
luminescence en produit de la densité d’états optiques et de la population des
états de polaritons. La densité d’états optiques est donnée par le spectre d’ab-
sorption A(ω, q) et l’occupation est décomposée en deux contributions. La
première provient du peuplement par l’injecteur et est décrite par une fonction
gaussienne centrée à l’énergie de l’injecteur [72]. La seconde est sa réplique
phononique ; elle sera donc décrite par une fonction identique à la première,
décalée de l’énergie du phonon optique.




la gaussienne de hauteur unité, centrée en
0 et de largeur σ, on modélise donc l’électroluminescence L(E, q) par :
L(E, q) ∝ A(ω, q)× (Gσ(E − Einj(V )) + C(V )Gσ(E − (Einj(V )− ~ωLO)))
où ~ωLO est l’énergie du phonon LO dans InAs, Einj(V ) l’énergie de la tran-
sition diagonale de l’injecteur au niveau 2, et C(V ) est le coefficient de pro-
portionnalité entre les populations des deux branches de polaritons. Comme
nous le verrons, il dépend des différents temps de vie des états mis en jeu,
ainsi que de leurs coefficients d’Hopfield ; nous allons le considérer comme un
paramètre d’ajustement. Nous avons reproduit l’effet d’un angle de collec-
tion fini en convoluant les spectres simulés par une fonction carrée de largeur
angulaire 3°, et tenu compte des coefficients de Fresnel à l’interface air/semi-
conducteur que constitue la facette de l’échantillon.
Les résultats de cette simulation sont présentés à la figure 2.20 pour les
trois voltages, en regard avec les spectres expérimentaux correspondant à la
même tension. La largeur σ est considérée comme constante, d’une valeur de
9 meV. Les paramètres utilisés sont récapitulés dans le tableau 2.1.




Table 2.1 – Paramètres d’ajustement utilisés pour la simulation
Le très bon accord que l’on peut observer entre les simulation et les spectres
expérimentaux signifie que l’invocation d’un peuplement de la branche infé-
rieure par relaxation depuis la branche supérieure par émission de phonon
optique permet d’expliquer les spectres d’électroluminescence observés.
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Figure 2.20 – comparaison entre les spectres d’électroluminescence (à gauche) et la simu-
lation (à droite) pour les tensions 4.7 V, 5.5 V et 6.0 V.
Les questions que l’on peut se poser sont alors les suivantes : peuplons-nous
les branches de polaritons de façon efficace ? Est-on loin du régime d’émission
stimulée ? Autrement dit, il est légitime de vouloir estimer la population des
états de polaritons. La section suivante est dédiée à cette estimation.
2.4 Occupation des états polaritoniques
Comme dit précédemment, des phénomènes d’émission stimulée sont sus-
ceptibles d’apparaître lorsque le facteur d’occupation des états de polaritons
(c’est-à-dire le nombre moyen de polaritons dans ces états) dépasse l’unité.
Ceci est dû à la nature bosonique de ces excitations, et des phénomènes
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d’émission stimulée ont déjà été observés dans la matière condensée pour des
excitations telles que des phonons optiques [73] ou des polaritons excitoniques
[14]. Dans ce dernier cas, les polaritons sont pompés optiquement au point
d’inflexion de la branche inférieure, à k = ki, et peuvent diffuser par interac-
tion polariton-polariton vers les états à k = 0 et k = 2ki par paire, conservant
ainsi l’énergie et le vecteur d’onde total. Cette diffusion devient stimulée par
la population des états finals dès que le facteur d’occupation dépasse 1 : au-
delà de cette valeur, un facteur 2 sur la puissance de la pompe se traduit en
une augmentation de plus de deux ordres de grandeur sur l’état final de la
diffusion polariton-polariton. La possibilité d’obtenir de l’émission stimulée
par l’état final, sur la branche inférieure des polaritons, grâce à l’émission
de phonon LO a été également observée [74], lorsque la différence d’énergie
entre l’état pompé optiquement et l’état final à k = 0 vaut l’énergie d’un pho-
non LO. Une telle interaction entre les polaritons excitoniques et les phonons
peut amener à diminuer le seuil laser [75].
Dans notre cas, la référence [25] suggère qu’un mécanisme de relaxation de-
puis la branche supérieure vers la branche inférieure avec émission de phonon
optique puisse être stimulé par la population de la branche inférieure, offrant
alors la possibilité d’obtenir un effet laser sans inversion de population.
Pour nous situer par rapport à cet horizon, nous allons estimer la popu-
lation de la branche inférieure, en adoptant une démarche similaire à celle
de la référence [14] : nous commencerons par estimer la densité spectrale de
puissance émise par le dispositif, pour en déduire le nombre de polaritons par
unité de vecteur d’onde grâce à la connaissance de leur temps de vie radia-
tif. À partir de leur densité d’états, nous pourrons alors estimer leur facteur
d’occupation.
2.4.1 Estimation du facteur d’occupation
2.4.1.1 Estimation de la densité spectrale de puissance
Une mesure d’électroluminescence pour un angle interne θ nous donne un
spectre Sθ(E) que l’on peut normaliser à 1, ainsi que la valeur totale du signal
du détecteur, Vθ, en volts, qui correspond à l’émission dans l’angle solide de
collection de notre dispositif expérimental ∆θ ·∆ϕ ≈ 3°×3° (voir figure 2.21).
On obtient la densité spectrale de puissance Γθ,ϕ(E) émise dans cet angle
solide, connaissant la responsivité relative R(E) du détecteur, ainsi que sa




Le signal Vθ est extrait de la valeur Vlock-in affichée par l’amplificateur à








Figure 2.21 – schéma de l’angle solide de collection du dispositif expérimental.
détection synchrone. Pour cela, il faut prendre en compte le fait que pour une
mesure pulsée (de période T ), la détection synchrone sous-estime la valeur du
signal, car elle affiche la valeur efficace associée au fondamental. Dans le cas
d’un rapport cyclique de 50 %, le signal vaut Vθ entre 0 et T/2, puis 0 entre
















En appelant α l’angle (interne) entre deux spectres successifs, on peut
alors se ramener à ce qui est émis tout autour du mesa (ϕ ∈ [0; 2pi]) entre θ
et θ + α. On découpe ainsi l’espace en tranches d’angle α qui couvrent les 4pi
stéradians (voir figure 2.22).
Ce qui est émis dans cet angle solide est Γθ(E) = Γθ,ϕ 2pi∆φ
α
∆θ . α et ∆θ
dépendent de θ, mais leur rapport est constant et s’identifie à αext/∆θext, où
αext est l’écart angulaire entre deux mesures successives, soit 2°, et ∆θext est
l’angle de collection qui vaut 10°.
Obtenant Γθ(E), nous pouvons remonter à la densité surfacique de pola-
ritons.





Figure 2.22 – schéma de l’angle solide associé à un spectre Γθ(E).
2.4.1.2 Densité surfacique de polaritons
Sachant qu’on passe des énergies aux vecteurs d’onde par la relation
E(k, θ) = ~c
ns sin(θ)k (où ici k est le module du vecteur d’onde des polaritons
dans le plan des couches), on peut effectuer un changement de variable :
Γθ(E)dE = Γθ(k)dk, ce qui nous donne Γθ(k) = Γθ(E) ~cns sin(θ) .
Γθ(k) est la densité de puissance émise par unité de vecteur d’onde ; il lui
correspond une densité surfacique de polaritons par unité de vecteur d’onde,
qui vaut nθ(k) = Γθ(k)τradSE(k,θ) , où S est la surface du dispositif et τrad le temps
de vie radiatif du polariton, qui vaut τphot/|α(k)|2, avec τphot le temps de
vie du photon de cavité (déduit de la largeur à mi-hauteur du mode de ca-
vité) et |α(k)|2 le module carré du coefficient de Hopfield photonique (voir
figure 2.10.b).






Le volume de l’espace k occupé par l’ensemble des états entre k et k + dk
est 2pikdk et le volume occupé par un état est 4pi2/S, donc le nombre d’états
par unité de surface entre k et k + dk est dnS = kdk/2pi. La densité d’états
bidimensionnelle par unité de surface est donc ρ(k) = k/2pi, telle que dnS =
ρ(k)dk.
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À un k donné, le facteur d’occupation f(k) est défini par la relation
nS(k) =
∑





Cela nous permet d’obtenir la formule qui relie la densité spectrale de









En appliquant cette relation aux spectres mesurés, pour chacune des ten-
sions, nous pouvons donner une estimation du facteur d’occupation de la
branche polaritonique inférieure, état final de la relaxation polariton-phonon.
2.4.2 Résultats
Les paramètres utilisés pour le calcul numérique sont les suivants : τphot a
été pris égal à 0.2 ps, valeur déduite de la largeur à mi-hauteur des spectres
d’absorption ; les coefficients d’Hopfield sont également déduits des mesures
d’absorption comme présenté dans la partie 2.2. La surface du mesa est de
2.56× 10−4 cm2.
Il est nécessaire d’identifier et d’isoler, pour chaque spectre, les contri-
butions des deux branches polaritoniques 1 et de leur appliquer un certain
nombre de traitements numériques (interpolations, intégrations...). Cela s’est
fait à l’aide d’un programme développé pendant cette thèse (dont une copie
d’écran est présentée figure 2.23), qui permet, à partir d’une série de mesures
repérées en angle, de calculer le facteur d’occupation associé. Les coefficients
de Fresnel de l’interface semi-conducteur/air sont pris en compte.
Le résultat du calcul du facteur d’occupation pour cinq tensions diffé-
rentes est visible à la figure 2.24, où sont également rappelées les courbes
de dispersion des polaritons. On peut constater que le maximum du facteur
d’occupation augmente avec le courant, d’un facteur 20 dans l’intervalle de
tensions étudié, jusqu’à atteindre la valeur de 0.16 à 6.5 V. À plus haute ten-
sion, la valeur du pic n’augmente plus car on commence à peupler les états
de polaritons en dehors du cône de lumière, comme on peut le constater sur
la figure 2.24, où l’on voit que le maximum d’occupation se décale vers les
valeurs de k élevées à mesure que l’on augmente la tension. Cette proximité
du cône de lumière explique également la différence entre la forme de la courbe
à 6.5 V et de celles obtenues à plus faible voltage.
Jusqu’à 6 V, le facteur d’occupation présente, en fonction de k, une forme
gaussienne dont le pic se décale vers les hauts vecteurs d’onde lorsqu’on aug-
1. Ceci est facilement réalisable pour les spectres mesurés à 77 K. En revanche, à tempé-
rature ambiante, l’élargissement des pics est tel qu’on sépare difficilement les deux contri-
butions.
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Figure 2.23 – copie d’écran du programme développé pour estimer la population des
polaritons.


























Figure 2.24 – a) courbes de dispersion des polaritons. Les tirets gris représentent le cône
de lumière. b) facteur d’occupation calculé pour la branche inférieure, pour
cinq tensions. Les lignes pointillées indiquent le maximum d’occupation.
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mente la tension. Dans cet intervalle de tension, la dispersion de la branche
inférieure est linéaire, ce qui donne également une forme gaussienne en fonc-
tion de l’énergie, d’une largeur d’environ 10 meV. Cette observation légitime
le modèle phénoménologique présenté précédemment.
La figure 2.25 montre les énergies des maxima d’occupation de la branche
inférieure et ceux de la branche supérieure, donnés par l’énergie de l’injecteur
(tableau 2.1), en fonction de la tension. On peut constater qu’ils se décalent si-
multanément vers les hautes énergies, gardant une différence d’environ 30 meV
entre eux, ce qui confirme l’hypothèse que la population de la branche infé-
rieure est une réplique phononique de celle de la branche supérieure.
















Figure 2.25 – maxima d’occupation des deux branches en fonction de la tension appliquée.
Leur différence reste proche de 30 meV, l’énergie du photon LO dans InAs.
Il est important de remarquer que la valeur maximale atteinte est à moins
d’une décade de la valeur seuil 1, au-delà de laquelle l’émission stimulée est
attendue.
Il est donc important d’estimer à partir des résultats obtenus quels sont les
paramètres physiques qui déterminent cette valeur, et par conséquent quels
sont les moyens d’atteindre le régime d’émission stimulée.
Connaissant les valeurs des populations des branches de polaritons, nous
sommes en mesure d’établir un système d’équations bilan et d’en déduire
l’ordre de grandeur de l’efficacité d’injection ainsi que du temps d’interac-
tion polariton-phonon. Ce temps d’interaction sera ensuite calculé dans la
section 2.5.
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2.4.3 Équations bilan du système
En considérant le schéma représenté à la figure 2.26, nous pouvons écrire,
en régime permanent, les équations bilan suivantes pour les populations des
deux branches polaritoniques, en notant nUP et nLP les populations respectives
sur la branche supérieure et inférieure, τ radUP/LP leurs temps de vie radiatifs, J
la densité de courant parcourant la structure, η l’efficacité d’injection sur la
branche supérieure et τLO le temps de relaxation de la branche supérieure à































La deuxième équation s’écrit également τLO = nUPnLP τ
rad
LP , où le rapport nUPnLP
est l’inverse du paramètre C(V ) utilisé dans la section précédente. Cela nous
permet donc d’estimer le temps τLO d’interaction polariton-phonon à partir
des valeurs de C(V ) établies précédemment, et en connaissant le temps de vie
radiatif du polariton.








, ce qui nous
permet également d’estimer l’efficacité d’injection sur la branche supérieure.
Nous avons donc accès à deux paramètres clés décrivant les mécanismes
prenant place dans notre dispositif : l’efficacité d’injection et le taux de
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relaxation par émission de phonon. Le tableau 2.2 résume les valeurs
de ces deux paramètres trouvées pour cinq tensions différentes. Il faut
garder à l’esprit que ces paramètres sont des estimations admettant une
forte incertitude, due aux nombreux paramètres expérimentaux en jeu,
et aux conditions de mesure ; on ne peut donc pas forcément en extraire
des tendances fines, mais leur ordre de grandeur est déjà un précieux
renseignement. Pour τLO, on constate que ce temps est comparable avec le
temps de vie radiatif des polaritons, quelques centaines de femtosecondes. À
partir de la valeur de η, nous pouvons déduire une estimation de l’efficacité
quantique de la structure (c’est-à-dire le rapport du nombre de photons
émis sur le nombre d’électrons injectés). En effet, la probabilité d’émettre
un photon pour un état de la branche supérieure est
(
1 + τ radUP /τLO
)−1
donc
l’efficacité quantique du dispositif est ηdisp = η
(
1 + τ radUP /τLO
)−1
. Comme
τ radUP et τLO sont du même ordre, on obtient pour ηdisp des valeurs de l’ordre
de 10−3, ce qui est supérieur d’environ deux ordres de grandeur à l’effica-
cité quantique d’une structure à cascade sans cavité dans le moyen infrarouge.
tension (V) τLO (s) η
4.7 1.53× 10−13 1.1× 10−3
5.0 1.02× 10−13 1.7× 10−3
5.5 1.1× 10−13 2.9× 10−3
6.0 2.1× 10−13 4.0× 10−3
6.5 3.4× 10−13 4.9× 10−3
Table 2.2 – Valeurs de l’efficacité d’injection η et du temps de relaxation τLO calculées
pour différentes tensions
À partir des équations bilan 2.3, on peut exprimer la population de l’état







τ radUP + τLO
On voit donc que pour augmenter cette population afin d’atteindre le régime
d’émission stimulée, on peut augmenter les temps de vie radiatifs, donc le fac-
teur de qualité de la cavité. Une autre solution est d’améliorer l’efficacité d’in-
jection, via une augmentation de la densité d’états. Dans cette optique, nous
avons conçu une structure électroluminescente en cavité zéro-dimensionnelle
dont les résultats préliminaires sont présentés en annexe.
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2.5 Calcul du taux de diffusion polariton-
phonon
L’interaction électron-phonon est décrite par l’hamiltonien de Frölich [76].
Nous allons l’étudier dans notre système particulier, en utilisant la règle d’or de
Fermi dans le cadre du schéma précédemment décrit, où l’état initial se trouve
sur la branche supérieure des polaritons, et l’état final sur la branche inférieure.
Cette interaction conserve l’énergie totale ainsi que le vecteur d’onde dans le
plan des couches.
Après avoir présenté le cadre du modèle, nous exposerons les grandes
lignes et les résultats du calcul, inspiré des références [77], [78] (interaction
électron-phonon) et [79] (interaction polariton excitonique-phonon), pour en-
fin les confronter aux valeurs expérimentales. Nous verrons que ce modèle ne
suffit pas à expliquer un temps d’interaction aussi court que celui que nous
estimons à partir des mesures.
2.5.1 Hypothèses de départ
Nous avons vu que les polaritons sont des états hybrides, superpositions
d’un photon de cavité et d’un plasmon inter-sous-bande, somme cohérente sur
les excitations électroniques inter-sous-bandes.
Dans un souci de simplification et sans perte de généralité, nous décrirons
le plasmon inter-sous-bande comme l’excitation d’un unique électron du gaz
bidimensionnel (le résultat pourra ensuite être étendu à toute combinaison
linéaire des excitations à une particule). Les états électroniques de la sous-
bande j = 1, 2 sont notés |ψj,k〉, où k = (kx, ky) est le vecteur d’onde de
l’électron dans le plan des couches, et ψj,k(r) = 1√S e
ikrχj(z) sa fonction
d’onde.
Nous calculons le taux de relaxation d’un état de polariton de la branche
supérieure |UPki〉 vers un état de la branche inférieure
∣∣∣LPkf〉 par émission
d’un phonon optique.








avec α(q′) = C/q′ et C2 = ~ωLOe2
ερV
. V = LQWS est le volume du puits
quantique, b†q′ l’opérateur de création d’un phonon de vecteur d’onde q′, et
ερ = (ε−1∞ − ε−1s )−1 avec εs et ε∞ les permittivités statique et à haute fréquence
du milieu.
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Dans notre calcul, nous tiendrons compte du vecteur d’onde de la lumière.
Dans un premier temps nous supposons que le vecteur d’onde de l’état fon-
damental est nul. On écrit les états de polaritons comme combinaison linéaire
des vecteurs |ψ1,0, 1ki〉 = |ψ1,0〉 ⊗ |1ki〉 (où |1ki〉 est l’état qui décrit 1 photon
de cavité de vecteur d’onde ki) et |ψ2,ki , 0〉 = |ψ2,ki〉⊗|0〉 (où |0〉 est le vide de
photons). Les autres interactions sont négligées (notamment les interactions
électron-électron). Leur prise en compte pourra faire l’objet d’un modèle plus
complet.
Nous partons donc de l’état initial |UPki〉 = αUPki |ψ1,0, 1ki〉+βUPki |ψ2,ki , 0〉.
Depuis cet état, il y a deux façons d’interagir avec les phonons via la partie
matière. Ces deux processus sont schématisés à la figure 2.27 ; nous verrons
qu’ils sont très similaires. Dans le premier cas, la différence de vecteur
d’onde est perdue par l’électron excité, et l’état final sera de la forme∣∣∣LPkf〉 = αLPkf ∣∣∣ψ1,0, 1kf〉 + βLPkf ∣∣∣ψ2,kf , 0〉 Dans le deuxième cas, le ∆k est
gagné par le « trou » dans le gaz bidimensionnel. L’état final sera alors de la
forme
∣∣∣LPkf〉 = αLPkf ∣∣∣ψ1,ki−kf , 1kf〉+ βLPkf |ψ2,ki , 0〉
2.5.2 Principe du calcul
L’application de la règle d’or de Fermi nous donnera le taux de transition








∣∣∣〈UPki , 0LO ∣∣∣ HˆFr ∣∣∣LPkf , 1LOq 〉∣∣∣2 δ(EF − Ei − ~ωLO)
La conservation de l’énergie est imposée par la règle d’or de Fermi, et celle
du vecteur d’onde par construction de HˆFr. Dans le cas du premier processus,
l’élément de matrice∣∣∣〈UPki , 0LO ∣∣∣ HˆFr ∣∣∣LPkf , 1LOq 〉∣∣∣ = ∣∣∣α(q) 〈UPki ∣∣∣ e−iqr ∣∣∣LPkf〉∣∣∣





kf δ (ki − kf − q)F22(qz) où l’on a introduit le fac-
teur de forme Fij =
∫
dzχ2i (z)eiqzzχ2j(z).
Les états accessibles ont leur module kf imposé par l’énergie de l’état final ;
l’intégration sur kf se fait par conséquent le long d’un cercle de rayon kf fixé
par la dispersion des polaritons. q est fixée par le δ (ki − kf − q) qui nous
donne q = |ki − kf | = √k2i − k2f − 2kikf cos θ avec θ l’angle entre ki et kf ,
qui devient la variable d’intégration sur les états finals.
En revanche, qz n’est pas imposé, on intègre donc sur ses valeurs possibles.



























Figure 2.27 – schéma des deux processus d’interaction polariton-phonon considérés. Le
signe ∅ symbolise l’absence de photons de cavité. Le cas discuté dans le
texte correspond à ke = 0
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2pi~ερ(kf )∂ELP∂k (kf )
∫ F22(qz)2dqz√(
k2i + k2f + q2z
)2 − 4k2i k2f
Dans le deuxième cas, la formule finale est identique à l’exception du fac-










2pi~ερ(kf )∂ELP∂k (kf )
∫ (F11(qz)2 + F22(qz)2) dqz√(
k2i + k2f + q2z
)2 − 4k2i k2f
On obtient ainsi un taux de transition qui dépend du produit des parties
matière des états initial et final, de la dispersion des polaritons et des fonctions
d’onde électroniques.
On arrive au même résultat en « décalant » l’excitation électronique d’un
vecteur ke, vecteur d’onde initial de l’électron au repos (c’est-à-dire en écri-
vant l’état initial αUPki |ψ1,ke , 1ki〉+ βUPki |ψ2,ke+ki , 0〉 au lieu de αUPki |ψ1,0, 1ki〉+
βUPki |ψ2,ki , 0〉). En conséquence, on peut le généraliser à toute combinaison
linéaire d’excitations électroniques, et donc celle décrivant le plasmon inter-
sous-bande. De plus, nos résultats sont équivalents à ceux obtenus par Robson
Ferreira (LPA – ENS) en considérant N électrons sur la sous-bande fondamen-
tale.
Nous allons maintenant appliquer ce résultat à notre cas particulier.
2.5.3 Résultats
Sur la figure 2.28 est tracé le taux de diffusion calculé numériquement
pour notre système en fonction du vecteur d’onde de l’état final, sur la même
abscisse que les courbes de dispersion des polaritons, telles qu’obtenues dans
la partie 2.2. On voit que la courbe τLO(kf ) (en bleu) présente une singularité,
correspondant à q = 0 qui disparaît lorsqu’on introduit un élargissement de
3 meV (courbe rouge) sur les énergies des polaritons.
On peut constater que ce temps varie peu dans l’intervalle qui nous
concerne ; cependant, il prend des valeurs de l’ordre de 10−10 s alors qu’on
s’attendait à des valeurs inférieures à 10−12 s à partir des estimations du
paragraphe 2.4.3. On observe donc une surestimation importante de τLO en
comparaison aux valeurs expérimentales, même s’il s’en rapproche par rap-
port à un précédent modèle [25] qui permet de rendre compte de l’émission
de phonon stimulée par la population de l’état final.
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Figure 2.28 – temps de vie par émission de phonon optique, en fonction du vecteur d’onde
de l’état initial, sans élargissement (courbe rouge) et avec un élargissement
de 3 meV (courbe bleue).
Conclusion
Nous avons présenté la caractérisation d’un dispositif semi-conducteur à
cascade quantique en cavité planaire émettant dans le moyen infrarouge. Les
spectres d’absorption, comme ceux d’électroluminescence, présentent les ca-
ractéristiques du couplage fort lumière-matière.
Nous avons mis en évidence les caractéristiques d’une injection résonante
dans la branche supérieure, accordable en tension, et d’une relaxation vers la
branche inférieure par émission de phonon optique, mécanisme qui pourrait
être exploité pour réaliser de l’émission stimulée de polaritons.
Nous avons estimé le facteur d’occupation des branches de polaritons, qui
dépasse un dixième de la valeur 1 au-delà de laquelle des phénomènes d’émis-
sion stimulée sont attendus.
Cette estimation a eu pour corollaires celles du temps de diffusion, com-
parable au temps de vie radiatif des polaritons, et de l’efficacité quantique,
supérieure à celle d’une structure similaire hors cavité.
Nous avons enfin présenté un modèle microscopique décrivant un méca-
nisme d’interaction polariton-phonon, qui surestime néanmoins le temps d’in-
teraction par rapport aux estimations déduites de nos mesures. D’autres mé-
canismes non pris en compte pourraient intervenir dans ce phénomène, no-
tamment l’interaction électron-électron.
Chapitre 3
Physique du couplage entre
plasmons inter-sous-bandes
L’amélioration de l’efficacité d’injection sur les états de polaritons requiert
une augmentation du dédoublement de Rabi, donc de la densité électronique,
afin de s’éloigner des états noirs. Dans cette optique, nous allons étudier dans
les deux prochains chapitres les effets de l’augmentation de la densité d’élec-
trons d’un gaz bidimensionnel, dans le but d’optimiser l’interaction lumière-
matière dans les dispositifs fonctionnant en régime de couplage fort. Nous
allons voir que pour les grandes densités électroniques, les effets de l’interac-
tion coulombienne entre les électrons ne peuvent pas être négligés.
Dans ce chapitre, nous allons décrire théoriquement et caractériser expé-
rimentalement son impact sur l’interaction lumière-matière dans le cas d’un
puits carré ayant deux sous-bandes occupées et dans lequel, par conséquent,
deux transitions inter-sous-bandes peuvent être excitées par la lumière in-
cidente. Nous pourrons constater que les effets collectifs ne peuvent pas être
traités comme une simple correction appliquée aux spectres d’absorption, mais
modifient profondément la réponse optique du système, notamment en redis-
tribuant les amplitudes des pics d’absorption au profit du pic de plus haute
énergie, et ce d’autant plus que la densité électronique est importante.
Nous présenterons les résultats expérimentaux d’un dispositif permettant
de faire varier le niveau de Fermi entre le niveau fondamental et le deuxième
état excité d’un puits quantique grâce à une tension de grille, nous donnant
la possibilité d’observer ce transfert d’amplitude entre les deux pics d’absorp-
tion [80].
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3.1 Contexte et enjeux
Lorsque la densité de charge d’un gaz bidimensionnel d’électrons devient
importante (au moins quelques 1011 cm−2), les effets de l’interaction cou-
lombienne entre les électrons sont connus pour jouer un rôle significatif dans
la réponse optique du système. Ils se traduisent principalement en deux ef-
fets manifestes : un décalage du pic d’absorption vers les hautes énergies
(plasma shift, [35]), et une diminution de l’élargissement inhomogène de la
largeur de raie, qui peut alors compenser totalement les effets de la non-
parabolicité [40, 41] ou de différents types de désordre [42, 39] (rugosité d’in-
terface, désordre d’alliage...) sur la forme de la raie. Ces effets sont présentés
sur la figure 3.1.a, qui montre la réponse optique d’un gaz bidimensionnel pré-
sentant un élargissement inhomogène en négligeant les interactions coulom-
biennes (courbe rouge), et en les considérant (courbe bleue). Ces propriétés
sont caractéristiques de l’excitation d’un plasmon inter-sous-bande, superpo-

























Figure 3.1 – a) spectre d’absorption d’un puits quantique GaInAs/AlInAs large de 120 Å
simulé avec les effets collectifs (en bleu) et sans (en rouge). On voit que ceux-
ci se traduisent par un déplacement du pic vers les hautes énergies, ainsi
qu’un rétrécissement de la raie d’absorption. b) représentation schématique
d’une excitation à une particule entre deux sous-bandes et c) représentation
schématique d’une excitation collective (plasmon inter-sous-bande)
Le pic d’absorption associé à la transition 1 → 2 d’énergie ω12 est alors
centré à l’énergie ~ω˜12 =
√




N2 les populations respectives de la première et de la deuxième sous-bande,
f12 la force d’oscillateur de la transition 1 → 2, εs la constante diélectrique
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relative du milieu en l’absence du gaz d’électrons, Leff la largeur effective du
puits quantique. Ce décalage du pic vers les hautes énergies est assez faible
pour les densités électroniques usuelles. Pour le dispositif présenté au chapitre
précédent, il vaut 12 meV, soit 8 % de l’énergie de la transition, et compense
les effets de la non-parabolicité, c’est-à-dire la diminution de l’énergie inter-
sous-bande lorsque k augmente.
Nous avons vu au paragraphe 1.3 que l’amplitude du pic d’absorption est
proportionnelle à ω2P12, donc au nombre d’électrons lorsqu’un seul niveau est
rempli. Lorsqu’on insère le puits quantique dans une microcavité, le dédouble-
ment de Rabi sera proportionnel à ωP12 ; cette fréquence plasma, caractéris-
tique du couplage lumière-matière, est donc la grandeur que l’on doit chercher
à maximiser.
Cela dit, on remarque que la dépendance de ωP12 en N1 − N2 introduit
une borne supérieure à sa valeur car lorsque le niveau de Fermi dépasse le
niveau 2, N1 − N2 ne varie plus, comme montré sur la figure 3.2.a. En effet,
cette quantité représente le nombre de transitions possibles entre deux sous-
bandes, et la saturation est due au blocage de Pauli qui survient lorsque la
sous-bande supérieure commence à se remplir (voir le diagramme de bandes
figure 3.2.b). De plus, cette dépendance est également responsable d’une di-
minution de la constante de couplage lorsqu’on augmente la température, car
un certain nombre d’électrons du niveau 1 vont peupler thermiquement le
niveau 2, comme on peut le voir sur les courbes rouge (à 77 K) et bleue (à
300 K) de la figure 3.2.a. Enfin, une augmentation de la densité d’électrons
telle que le niveau de Fermi dépasse le niveau 2 introduit une nouvelle exci-
tation inter-sous-bande à une énergie différente ~ω˜23.
Néanmoins, en augmentant la densité électronique au-delà du niveau 2, le
nombre total d’électrons interagissant avec la lumière augmente toujours. De
plus on peut s’attendre à ce que l’effet des interactions coulombiennes devienne
de plus en plus important. Dans le cas où deux sous-bandes sont peuplées,
une modification profonde de la réponse optique a été observée [43] dans un
puits quantique dans le système InAs/AlSb : en plus de la renormalisation de
l’énergie des deux pics, il a été démontré une redistribution des amplitudes
d’absorption en faveur du pic à haute énergie. Ceci est montré sur la figure 3.3
qui compare la réponse optique du puits quantique de la référence [43] avec
(courbe bleue) et sans (courbe rouge) les interactions de Coulomb 1.
On voit que les interactions coulombiennes sont susceptibles de modifier
le couplage entre la lumière et les excitations électroniques d’un gaz bidimen-
sionnel d’électrons. Nous allons chercher à caractériser quantitativement ces
1. Les courbes de la figure 3.3.b ont été calculées en utilisant le modèle semi-classique
qui sera décrit dans le paragraphe 3.2. Elles sont présentées ici afin d’introduire de façon
qualitative les effets de l’interaction coulombienne sur la forme des spectres.























Figure 3.2 – a) différences de population N1−N2 et N2−N3 d’un puits GaInAs/AlInAs
large de 120 Å à différentes températures : 0 K (en bleu), 77 K (en rouge)
et 300 K (en vert). N1 − N2 sature quand Ntot augmente, et diminue avec
T pour Ntot fixé. b) diagramme de bandes schématique d’un système à trois


































Figure 3.3 – a) diagramme de bandes et b) simulation de la réponse optique du puits
quantique de la référence [43] avec (courbe bleue) et sans (courbe rouge) les
interaction coulombiennes.
effets dans des puits quantiques fortement dopés dont les deux premiers ni-
veaux sont peuplés. Nous allons donc chercher à décrire la réponse optique de
tels systèmes au moyen de modèles pouvant prendre en compte simultanément
les interactions entre les charges et le couplage avec la lumière.
Les deux modèles que nous allons utiliser dans cette section sont des géné-
ralisations des modèles présentés dans le chapitre d’introduction : la descrip-
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tion semi-classique du système par sa constante diélectrique dans le modèle
de Lorentz [35], et la description quantique au moyen du hamiltonien d’in-
teraction lumière-matière dans la jauge dipolaire [81]. Nous verrons que ces
approches différentes fournissent des résultats identiques tout en présentant
des avantages assez complémentaires. Nous allons donc d’abord présenter le
principe du calcul dans chacun des deux formalismes, et ensuite les résultats
qu’ils permettent d’obtenir, et leurs conséquences.
3.2 Modèle semi-classique
3.2.1 Cadre du modèle
L’interaction entre la lumière et un gaz bidimensionnel d’électrons peut
être décrite par sa fonction diélectrique. Elle est caractérisée par une ou plu-
sieurs énergies de résonance, et une constante de couplage associée à chacune




Dans le cas d’un puits quantique avec une seule sous-bande occupée (voir












avec N1 et N2 les populations respectives de la pre-
mière et de la deuxième sous-bande, f12 la force d’oscillateur de la transition
1→ 2, εs la constante diélectrique relative du milieu en l’absence du gaz d’élec-
trons, Leff la largeur effective du puits quantique. Le paramètre γ correspond à
l’élargissement de la raie d’absorption, et dépend du temps de vie de l’électron














Comme montré dans le premier chapitre, la forme du spectre d’absorption
associé est donné par









P12Lγ (ω − ω˜12)
où Lγ (ω − ω˜12) est la fonction lorentzienne de largeur à mi-hauteur γ, cen-
trée en ω˜12. On a donc une résonance de forme lorentzienne décalée vers les
hautes énergies par rapport à l’énergie inter-sous-bande nue, à laquelle est











Figure 3.4 – a) diagramme de bandes schématique d’un puits quantique avec une seule
sous-bande remplie. b) diagramme de bandes schématique d’un puits quan-
tique ayant deux sous-bandes remplies. Les flèches rouges indiquent les tran-
sitions autorisées.
associée une amplitude d’absorption proportionnelle à ω2P12. Ces propriétés de
la réponse optique du système sont caractéristiques de l’excitation d’un mode
collectif du système, le plasmon inter-sous-bande, mettant en jeu l’ensemble
des transitions inter-sous-bandes du gaz d’électrons. Dans la suite, nous négli-
gerons l’élargissement γ, sans perte de généralité puisqu’il suffit de remplacer
ω2 par ω2 + iγω chaque fois qu’il intervient.
Nous allons maintenant étendre ce modèle à la situation d’un niveau de
Fermi entre le niveau 2 et le niveau 3, où deux transitions sont possibles.
3.2.2 Résonances d’absorption
Dans un puits quantique dont deux sous-bandes sont remplies (voir fi-
gure 3.4.b), il y a deux transitions inter-sous-bandes qui entrent en jeu, d’éner-
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À partir de cette équation, nous pouvons déduire
εs
εzz
= 1 + (ω
2
P12 + ω2P23) (ω2 − ω20)
(ω2 − ω˜212)(ω2 − ω˜223)− ω2P12ω2P23
(3.3)






Les énergies des résonances, fournies par les pôles de 1
εzz
, sont donc les





ω˜212 + ω˜223 ±
√
(ω˜212 − ω˜223)2 + 4ω2P12ω2P23
)
(3.4)
Nous avons donc deux résonances dont les énergies dépendent du désac-
cord entre les énergies des deux plasmons inter-sous-bandes ω˜12 et ω˜23. Une
relation d’ordre (Ω+ > Ω−) est établie entre les deux racines, sans en avoir
supposé pour celles des énergies des transitions nues : leur rôle n’est donc pas
symétrique. Lorsqu’on augmente ω˜212 − ω˜223, Ω+ tend vers la plus grande des
deux énergies ω˜12 et ω˜23, et Ω− vers la plus petite.
3.2.3 Amplitudes d’absorption : fréquences plasma ef-
fectives
Le calcul des fréquences plasma se fait en partant de la forme factorisée
εs
εzz
= 1 + (ω
2
P12 + ω2P23) (ω2 − ω20)
(ω2 − Ω+)(ω2 − Ω−)












2. Nous négligerons, dans ce chapitre, les transitions entre niveaux non consécutifs car
leur force d’oscillateur ne dépasse pas 3 % de celles des transitions i→ i+ 1





(ω˜212 − ω˜223) (ω2P12 − ω2P23) + 4ω2P12ω2P23
2 (ω2P12 + ω2P23)
√
(ω˜212 − ω˜223)2 + 4ω2P12ω2P23
En posant Ω2P+ = K+ (ω2P12 + ω2P23) et Ω2P− = K− (ω2P12 + ω2P23), on peut
réécrire εs/εzz sous la forme suivante :
εs
εzz









On voit donc ici que le spectre d’absorption présentera deux résonances
d’amplitudes proportionnelles à Ω2P+ et Ω2P−, aux énergies Ω+ et Ω−. Par
conséquent ΩP+ et ΩP− sont les deux pulsations plasma effectives associées
aux deux pics d’absorption d’énergies ~Ω+ et ~Ω−, et directement reliées à
leurs amplitudes. On voit que ces amplitudes dépendent des pulsations plasma
ωP12 et ωP23 associées aux deux plasmons inter-sous-bandes (donc des densi-
tés de charge) ainsi que du désaccord entre leurs énergies, témoignant d’un
couplage entre les deux transitions du puits quantique qui résulte en une redis-
tribution des amplitudes d’absorption. Nous allons étudier cela en détail par la
suite. Auparavant, nous allons montrer que l’on retrouve les mêmes résultats
au moyen d’un modèle quantique qui nous offrira une meilleure compréhension
de l’origine microscopique des deux modes collectifs.
3.3 Description quantique
3.3.1 Hamiltonien du système
Nous avons vu dans le premier chapitre que dans le cas d’un puits quan-
tique en interaction avec un mode de microcavité d’énergie ~ωc, l’hamiltonien
du système s’écrit, dans la jauge dipolaire [50] :

















Cette expression est valable dans le cas d’un puits à sous-bandes parabo-
liques, avec une seule sous-bande occupée. Sous cette forme, la partie matière
du hamiltonien, qui prend en compte naturellement l’interaction coulombienne
entre les électrons, est diagonale ; p†12 est l’opérateur de création d’une excita-
tion collective, le plasmon inter-sous-bande, associant à poids égal toutes les
transitions à une particule ; l’énergie de cette excitation, ~ω˜12 =
√
ω212 + ω2P12,
rend compte du plasma shift.
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Dans l’équation 3.7, la constante de couplage entre la lumière et la





, et est égale au dédoublement de Rabi
lorsque ωc = ω˜12. En le divisant par
√
fw/2, on obtient la fréquence de plasma
associée à l’excitation collective, indépendante de la géométrie du système, et
qui nous renseigne sur l’amplitude du pic observé lors de mesures d’absorp-
tion. Ce terme caractérise donc la réponse optique du gaz bidimensionnel de
façon plus générale que dans la seule situation d’un couplage avec un unique
mode de microcavité.
La référence [81] généralise cet hamiltonien au cas où plusieurs sous-bandes
sont remplies. Dans le cas de deux niveaux peuplés (figure 3.4.b), on peut
définir les opérateurs de création de deux plasmons inter-sous-bandes : p†12 et
p†23, associés aux transitions 1→ 2 et 2→ 3. Dans ce contexte, l’hamiltonien
s’écrit alors :































La partie photonique est identique au cas d’une seule transition ; la partie
d’interaction est la somme des interactions de chacun des plasmons inter-sous-
bandes avec la lumière ; la partie matière du hamiltonien présente, en plus de
la somme des deux termes associés aux deux excitations, un terme décrivant





avec C un paramètre géométrique traduisant le recouvrement spatial mutuel
des deux excitations inter-sous-bandes, qui dépend des fonctions d’onde en




dzξ212(z)ξ223(z) où ξij(z) = ϕi∂zϕj − ϕj∂zϕi est
le courant inter-sous-bande associé à la transition i → j. C est très proche
de 1 dans le cas des transitions entre les sous-bandes consécutives d’un puits
carré.
La figure 3.5.a décrit schématiquement les interactions ayant lieu dans le
système : les plasmons inter-sous-bandes (représentés par des boucles vertes)
interagissent entre eux (flèche noire) et avec la lumière (flèches bleues). Nous
allons voir que cet hamiltonien décrivant le système nous permet d’établir
les modes propres du système, superpositions des plasmons inter-sous-bandes,
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associés aux opérateurs de création P †±, ainsi que de calculer leur énergie Ω±
et leur fréquence plasma effective ΩP± caractérisant leur interaction avec la
lumière, tout cela sous une forme analogue à celle de plasmons inter-sous-
bandes sans interaction [82], comme le représente la figure 3.5.b. Nous allons
voir que ces énergies et ces pulsations plasma effectives s’identifient aux pôles




















Figure 3.5 – a) schéma des plasmons inter-sous-bandes (flèches vertes) et de leurs inter-
actions entre eux (flèche noire) et avec la lumière (flèches bleues) b) schéma
des excitations du système après diagonalisation de la partie matière (flèches
rouges) et de leur interaction avec la lumière (flèches bleues).
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3.3.2 Diagonalisation de la partie matière : modes
propres du système
Nous allons dans un premier temps ne considérer que la partie matière






dont la diagonalisation va nous donner les modes propres, combinaisons li-
néaires des deux plasmons inter-sous-bandes, et leurs énergies propres.
Les deux modes propres, décrits par les opérateurs bosoniques de création
P †± et les énergies ~Ω±, doivent vérifier [P±, Hmat] = ~Ω±P±. On écrit les
opérateurs associés aux modes propres comme des combinaisons linéaires de
ceux associés aux excitations inter-sous-bandes : P± = Y±12p12 + Y±23p23 +
T±12p
†










ω˜12 0 Ξ −Ξ
0 −ω˜12 Ξ −Ξ
Ξ −Ξ ω˜23 0













− 4ω˜12ω˜23Ξ2 = 0 (3.11)





ω˜212 + ω˜223 ±
√
(ω˜212 − ω˜223)2 + (4Ξ)2ω˜12ω˜23
)
(3.12)
qui s’identifie à l’équation 3.6 dans le cas où C = 1. Cette hypothèse est
implicitement contenue dans la description semiclassique. En effet, la fonction
diélectrique décrit le comportement électromagnétique d’une région de l’es-
pace bien définie ; dans notre cas, cela suppose donc que les deux transitions
inter-sous-bandes « occupent » la même région de l’espace, ce qui équivaut à
l’hypothèse C = 1 dans le modèle quantique. C’est effectivement quasiment
le cas dans un puits carré. L’avantage du modèle quantique est la possibilité
de voir clairement l’origine microscopique de la renormalisation des pics par
le couplage coulombien.
Dans des systèmes à trois niveaux provenant de géométries plus com-
plexes (par exemple les configurations en V ou en Λ que l’on peut obtenir
en couplant plusieurs puits), le paramètre C peut être non nul même si deux
des trois fonctions enveloppes en jeu ont un recouvrement mutuel nul. Ainsi,
le couplage coulombien entre les transitions pourrait établir une relation de
cohérence entre des états spatialement éloignés, modifiant la réponse optique
de tels systèmes. Ceci peut constituer un prolongement de notre étude, qui
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se limitera ici aux puits quantiques simples.
Les composantes Y±ij et T±ij se déduisent également du système 3.10 et
de la condition de bosonicité [P±, P †±] = 1, qui nous donne Y 2±12 − T 2±12 +
Y 2±23 − T 2±23 = 1. Afin de mieux caractériser le couplage, on introduit, de
façon similaire aux coefficients de Hopfield pour les polaritons, des coefficients
décrivant les composantes des deux modes collectifs sur les excitations inter-
sous-bandes, de la façon suivante : h±ij = Y 2±ij − T 2±ij, qui décrivent la part







Ω2± − ω˜212 + 2Ξω˜12
)






Ω2± − ω˜223 + 2Ξω˜23
)
ω˜23 (Ω2± − ω˜212 + 2Ξω˜12)
(3.13)
Ils vérifient les deux relations suivantes : h±12 + h±23 = 1 et h+ij + h−ij = 1,
ce qui nous permet également de vérifier que h+12 = h−23 et h−12 = h+23.
Nous voyons donc que l’existence de deux plasmons inter-sous-bandes
d’énergies différentes, associée à la présence d’une densité de charge impor-
tante qui rend la constante de couplage entre les deux plasmons non négli-
geable par rapport à leur énergie, aboutit à l’émergence de deux nouveaux
modes propres correspondant à des excitations collectives qui hybrident les
deux plasmons inter-sous-bandes indépendants.
Cette situation est analogue à celle de deux oscillateurs mécaniques
couplés (pendules couplés par un fil de torsion, systèmes masse-ressort
couplés par un troisième ressort...) dont les modes propres correspondent à
une oscillation collective des deux composantes couplées. Ici les oscillateurs
sont les deux plasmons inter-sous-bandes, et leur couplage provient des
interaction coulombiennes.
Nous allons maintenant nous intéresser au terme d’interaction afin de voir
comment chacun de ces deux modes se couple avec la lumière.
3.3.3 Interaction des modes propres avec la lumière
Le terme d’interaction dépend des opérateurs pij, qu’il faut exprimer en
fonction des nouveaux opérateurs P± pour obtenir les énergies de plasma
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associées aux modes propres ; plus exactement, il suffira d’exprimer la somme
pij + p†ij en fonction des P± + P
†
±.
D’après la définition des opérateurs P±, on a la relation suivante :
(
P+ + P †+




Y+12 + T+12 Y+23 + T+23















P+ + P †+
P− + P †−
)
(3.15)





















P− + P †−
)
dont l’expression est analogue à l’hamiltonien d’interaction entre les plasmons
inter-sous-bandes et un mode photonique (3.8), où P±, Ω± et ΩP± remplacent
respectivement pij, ωij et ωPij. Les grandeurs ΩP+ et ΩP− sont alors définies
comme les fréquences plasma effectives associés aux deux modes collectifs, qui











Ces fréquences plasma effectives nous permettent de définir la constante
diélectrique effective du milieu par la relation







qui s’identifie à l’équation 3.5 lorsque C = 1. En effet, même si les fréquences
plasma effectives s’expriment différemment de celles calculées avec le modèle
semi-classique, le calcul de leurs valeurs ne montre pas de différence avec
l’expression 3.5.
Dans la suite, nous allons étudier le comportement des énergies et des am-
plitudes des deux modes collectifs lorsque les paramètres du système varient.
3.4 Résultats et conséquences
Comme nous avons vu précédemment, le couplage entre les deux plasmons
inter-sous-bandes dépend de leur énergie et de leur fréquence plasma ; on peut
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donc le faire varier en modifiant la densité électronique dans le puits quantique,
ainsi que le potentiel de confinement, donc les niveaux d’énergie. Nous allons
voir successivement comment ces deux paramètres influent sur les deux modes
collectifs du système.
3.4.1 Dépendance avec le désaccord
La première étude que nous pouvons mener, dotés des expressions analy-
tiques des amplitudes et des énergies associées aux deux excitations collectives
du système (équations 3.4 et 3.5), est de les tracer en fonction du désaccord
entre les deux énergies inter-sous-bandes ω12 et ω23. Cette première analyse,
essentiellement qualitative, nous permettra d’observer l’impact important du
couplage entre les plasmons inter-sous-bandes sur la réponse optique du sys-
tème, par comparaison avec la situation de plasmons non couplés.
Nous allons pour cela supposer que l’une des énergies inter-sous-bandes,
ω12, est fixée, et l’autre est variable. Nous considérons également que les pul-
sations plasma associées aux deux transitions sont fixées.
Le désaccord entre les deux énergies est un paramètre qui peut être contrôlé
essentiellement par l’ingénierie de bandes du systèmes. Un moyen de le faire
varier tout en restant dans une géométrie de puits carré fixée est celui, déjà
exposé dans le deuxième chapitre, de faire croître une fine barrière dans le
puits quantique, au centre pour augmenter ω23 au détriment de ω12, ou à un
tiers de la largeur pour l’effet contraire. L’importance du désaccord dépend
alors de l’épaisseur de la barrière.
Pour fixer les idées, nous avons considéré un puits de 107 Å en
GaAs/AlGaAs, système de matériaux dont on négligera la non-parabolicité.
Les paramètres adoptés sont représentés à la figure 3.6 : le dopage est fixé
à 3.5 × 1012 cm−2. L’énergie E12 est fixée à 78 meV, et E23 est considérée
comme variable (dans le cas d’un simple puits carré, elle vaudrait 126 meV).
On obtient ainsi ~ωP12 = 62 meV et ~ωP23 = 34 meV. La température est sup-
posée nulle, de telle sorte que la sous-bande 3 n’est pas peuplée. La figure 3.7
présente les énergies et les amplitudes des modes propres couplés, comparés
avec celles des plasmons inter-sous-bandes nus.
Commençons par les énergies, dont les expressions sont données par la for-
mule 3.4. Lorsque la différence entre ω˜12 et ω˜23 augmente, ω˜212− ω˜223 domine la
racine carrée, alors Ω2+ tend vers la plus grande des deux valeurs ω˜212 et ω˜223 (qui
dépend du signe du désaccord, ce qui donne deux asymptotes), et Ω2− vers la
plus petite des deux. Dans le cas où ω˜212 = ω˜223, la différence entre Ω2+ et Ω2− est
minimale et vaut 4ωP12ωP23 = 8Ξ
√
ω˜12ω˜23. On observe donc un anticroisement
entre les deux valeurs en fonction du désaccord, caractéristique du couplage
fort entre deux oscillateurs (figure 3.7.a). À l’égalité entre les énergies nues





Ns = 3.5× 1012 cm−2
~ωP12 = 62 meV
~ωP23 = 34 meV
E12 = 78 meV
E3
Figure 3.6 – schéma du puits de 107 Å en GaAs/AlGaAs considéré. E3 est supposé va-
riable.
(ω12 = ω23), on obtient Ω− = ω12 = ω23 et Ω+ =
√
ω212 + ω2P12 + ω2P23, ce qui
signifie que le pic de plus basse énergie retrouve la position des énergies nues
alors que le pic de plus haute énergie subit un plasma shift associé à la somme
des ω2Pij.
Les amplitudes sont données par les grandeurs Ω2P±, calculées avec la for-
mule 3.5. On vérifie, de la même façon que pour les énergies, que lorsque
E23−E12 augmente, ΩP+ s’identifie avec la fréquence plasma de la transition
de plus haute énergie, et ΩP− avec celle de la transition de plus basse énergie.
Il est important de noter que Ω2P+ + Ω2P− = ω2P12 + ω2P23 : le couplage entre
plasmons inter-sous-bande conserve l’amplitude d’absorption totale. Il résulte
en une redistribution des amplitudes entre les deux pics d’absorption. En di-
visant Ω2P+ et Ω2P− par ω2P12 +ω2P23 on obtient les amplitudes normalisées (K±
dans la formule 3.5), qui sont tracées figure 3.7.b, comparées aux amplitudes
relatives Kij des plasmons inter-sous-bandes non couplés. Lorsqu’on diminue
le désaccord ω23 − ω12, l’amplitude du pic de plus grande énergie augmente
alors que celle du pic de plus faible énergie diminue jusqu’à 0 à la résonance
(ligne verticale pleine sur la figure 3.7). Dans le cas où ω12 = ω23 on obtient
K+ = 1 et K− = 0, c’est-à-dire Ω2P+ = ω2P12 + ω2P23 et Ω2P− = 0. On n’observe
alors qu’un seul pic, qui concentre la totalité de l’interaction avec la lumière.
Cette situation est celle des puits paraboliques, qui ne présentent qu’un seul
pic d’absorption même avec plusieurs sous-bandes différemment peuplées. Ces
variations des amplitudes pour des transitions d’énergies proches témoignent
d’une considérable modification de la réponse optique du système en compa-
raison au cas de transitions non couplées.
Lorsque ω˜212 = ω˜223 (au minimum de la différence d’énergie), les pulsations














Le cas d’un puits quantique réel de 107 Å avec E12 = 78 meV et
E23 = 126 meV est repéré par une ligne verticale pointillée. On remarque




























0 20 40 60 80-20-40-60
































Figure 3.7 – a) énergies des plasmons inter-sous-bandes indépendants (~ωij , en rouge et
en noir) et des modes propres couplés (~Ω±, en bleu et en vert) en fonction du
désaccord entre les deux transitions. b) amplitudes normalisées des plasmons
inter-sous-bandes (Kij , en rouge et en noir) et des modes propres couplés
(K±, en bleu et en vert). c) composantes h+ij de la transition i→ j dans le
mode de haute énergie. La ligne verticale pleine correspond à ~ω12 = ~ω23 ;
la ligne verticale tiretée représente la situation où ~ω˜12 = ~ω˜23. La ligne
verticale pointillée correspond à la situation d’un puits carré de 107 Å dopé
3.5× 1012 cm−2.
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que l’énergie ~Ω+ est très proche de l’asymptote ~ω˜23, et ~Ω− est très proche
de ~ω˜12. En revanche les fréquences plasma carrées (donc les amplitudes des
pics) sont encore très éloignées de leurs asymptotes : Ω2P+ vaut le double
de son asymptote ω2P23, et Ω2P− vaut deux tiers de ω2P12. Le spectre d’absorp-
tion présentera donc deux pics d’énergies proches des énergies attendues, mais
d’amplitudes redistribuées en faveur du pic de plus haute énergie. On retrouve
ici la situation observée dans la référence [43].
Les coefficients h+12 et h+23 représentent les composantes des transitions
respectives 1 → 2 et 2 → 3 dans l’excitation de haute énergie (ils sont res-
pectivement égaux à h−23 et h−12, composantes de ces mêmes transitions sur
le mode de basse énergie) (voir la formule 3.13). Ils sont également tracés
figure 3.7.c en fonction du désaccord. Nous pouvons voir que les deux modes
collectifs hybrident d’autant plus les deux plasmons inter-sous-bandes que l’on
se trouve proche de la résonance ; la superposition se fait à poids égal lorsque
ω˜12 = ω˜23 (cas représenté par une ligne verticale tiretée, correspondant au mi-
nimum de la différence entre les énergies des résonances) et non pas à ω12 = ω23
(cas représenté par une ligne verticale pleine, correspondant à l’extinction du
pic de basse énergie).
De façon générale, on pourra remarquer que les énergies des deux pics ne
s’éloignent pas énormément de leurs valeurs asymptotiques, ce qui n’est pas
le cas pour les amplitudes : aux alentours de la résonance, celles-ci varient for-
tement et donc peuvent présenter des valeurs très différentes des asymptotes.
L’interaction du système avec la lumière se trouve donc fortement modifiée par
le couplage entre les plasmons inter-sous-bandes. Ces fortes variations ont lieu
lorsque les énergies sont proches, ce qui est le cas d’un puits carré, d’autant
plus si le matériau présente une non-parabolicité importante.
Nous allons maintenant étudier le cas d’un puits carré à géométrie fixée, en
observant l’influence de la variation de la densité de charge dans le système.
Cela nous permettra d’évaluer l’impact du couplage entre plasmons inter-sous-
bandes dans des systèmes usuels.
3.4.2 Dépendance avec la charge
Nous étudions ici le comportement des grandeurs ~Ω± et Ω2P± pour une
géométrie de puits quantique fixée, en fonction de la densité de charge dans le
puits. Nous faisons ici l’approximation que les énergies et les fonctions d’onde
ne sont pas modifiées par l’augmentation de la densité d’électrons dans le
puits, approximation valable lorsque le dopage est uniforme dans le puits.
Nous verrons que nous pouvons nous rapprocher de cette situation dans
laquelle tous les paramètres du système sont fixés, à l’exception de la charge,
en utilisant un dispositif permettant d’appliquer une tension de grille à un
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puits quantique (voir paragraphe 3.5).
On considère encore une fois un puits quantique en GaAs/AlGaAs de
107 Å. Les énergies des transitions nues sont E12 = 78 meV et E23 = 126 meV.
Cette fois, Ns est variable, et donc également ωP12 et ωP23. Dans le but de clai-
rement montrer le rôle des effets collectifs sur la réponse optique du système,
comme précédemment, nous comparons les grandeurs ~Ω± et Ω2P± aux éner-
gies et amplitudes associées à des plasmons inter-sous-bandes non couplés :
~ω˜ij et ω2Pij.
La figure 3.8 présente donc les énergies des excitations collectives et le
carré de leurs fréquences plasma effectives, comparées à celles des plasmons
non couplés, ainsi que les amplitudes relatives des pics observés (fréquences
plasma normalisées par leur somme, c’est-à-dire K± dans la formule 3.5). La
figure 3.9 résume simultanément les informations des figures 3.8.a et 3.8.b en
traçant les amplitudes en échelle de couleur, en fonction de la charge et de
l’énergie.
On peut voir que, lorsque le niveau de Fermi est inférieur au niveau 2, il n’y
a qu’un seul plasmon inter-sous-bande, dont l’énergie se déplace vers le bleu et
l’amplitude augmente linéairement quand la charge augmente (plasma shift).
Lorsque le niveau de Fermi dépasse le niveau 2, on peut observer un écartement
des énergies par rapport à celles des transitions non couplées ainsi qu’une
une redistribution importante des amplitudes par rapport à la situation de
plasmons indépendants. La somme des amplitudes d’absorption est conservée
lorsqu’on prend en compte le couplage entre les transitions. Pour la densité
maximale, 90 % de l’amplitude totale est associée à la résonance de plus haute
énergie alors qu’on attend des amplitudes proches en l’absence d’interactions.
Ce mode propre associe en phase les deux plasmons inter-sous-bande, tandis
que l’autre les superpose en opposition de phase, résultant en une interaction
très faible avec la lumière.
On peut voir sur la figure 3.10 que la constante de couplage Ξ augmente
de façon monotone avec la charge et atteint environ 20 meV, permettant cette
redistribution quasi totale des amplitudes en faveur du pic à haute énergie.
La figure 3.10 montre les composantes h+12 et h+23 des transitions res-
pectives 1 → 2 et 2 → 3 dans l’excitation de haute énergie (respectivement
égales à h−23 et h−12) telles qu’exprimées par la formule 3.13. On peut voir
que quand le niveau de Fermi dépasse le niveau 2, l’hybridation entre les deux
plasmons se produit très rapidement, en se stabilisant à une valeur d’environ
77 % pour la part de la transition 2→ 3 dans le mode de haute énergie.
Nous allons maintenant démontrer expérimentalement ce transfert d’am-
plitude induit par la charge, grâce à un dispositif permettant de contrôler élec-
triquement la densité électronique dans le puits (donc également la constante
de couplage Ξ).




























































Figure 3.8 – a) énergies des plasmons inter-sous-bandes sans interaction (~ωij , en rouge
et en noir) et des modes propres couplés (~Ω±, en bleu et en vert) en fonction
de la densité de charge. b) amplitudes d’absorption des plasmons inter-sous-
bandes sans interaction (en rouge et en noir) et des modes propres couplés
(en bleu et en vert), et somme des amplitudes (bleu clair) c) amplitudes
normalisées des plasmons inter-sous-bandes (Kij , en rouge et en noir) et des
modes propres couplés (K±, en bleu et en vert). La ligne pointillée indique
la situation correspondant à EF = E2.























Figure 3.9 – amplitude d’absorption en échelle de couleur, en fonction de l’énergie et de la
densité de charge. Les pics sont élargis en utilisant une fonction lorentzienne
de largeur à mi-hauteur 10 meV.



























Figure 3.10 – a) constante de couplage Ξ en fonction de la densité de charge dans le puits.
b) composantes h+ij de la transition i→ j dans le mode de haute énergie.
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3.5 Démonstration expérimentale
Nous présentons ici un dispositif conçu pour observer expérimentalement
les effets du couplage entre les plasmons inter-sous-bande [80], afin de retrouver
les comportements suggérés par l’étude précédente, c’est-à-dire un écartement
en énergie des modes propres ainsi qu’une redistribution des amplitudes des
pics d’absorption en faveur du pic de plus haute énergie lorsque la densité de
charge augmente. Ceci est rendu possible par l’application d’une tension de
grille à un puits quantique unique, de façon similaire à la référence [39].
3.5.1 Dessin du dispositif
Le but du dispositif expérimental est de permettre d’effectuer des mesures
d’absorption par le puits quantique dans une géométrie multi-passage, de la
même façon qu’en 2.2.2, tout en appliquant différentes tensions de grille afin de
modifier le niveau de Fermi de la structure. Il s’agit d’un puits quantique dans
le système de matériaux GaAs/Al0.45Ga0.55As, d’une largeur de 11 nm, simi-
laire à celui qui nous a servi à illustrer les résultats du paragraphe précédent.
Les dopants (Si) se trouvent essentiellement dans le puits (6.6 × 1018 cm−3)
mais également dans les barrières (3.5× 1018 cm−3 sur 10 nm, de chaque côté
du puits).
V contact supérieurcontacts diffusés
puits quantique facette polie
(grille)facette polie
Figure 3.11 – schéma du dispositif.
Le contact inférieur est pris directement dans le puits quantique par diffu-
sion d’alliage AuGe dans la structure, depuis sa surface, ce qui permet d’ob-
tenir un contact ohmique (la réalisation est décrite en 3.5.2). Le contact supé-
rieur est pris au moyen d’une couche d’or déposée en surface, ce qui constitue
une barrière Schottky. Il servira également de miroir supérieur du guide d’onde
3.5. Démonstration expérimentale 91
pour les mesures d’absorption. À cet effet, il est choisi particulièrement large
(1 mm). Le schéma du dispositif est présenté à la figure 3.11.
L’influence de la tension de grille sur le diagramme de bandes de la struc-
ture est simulée en résolvant numériquement l’équation de Poisson couplée à
l’équation de Schrödinger, qui nous donne le profil de la bande de conduction
ainsi que la position du niveau de Fermi [83, 84]. Nous avons utilisé pour
cela un programme développé par Grégory Snider, de l’université de Notre
Dame (Indiana, États-Unis), disponible sur www.nd.edu/~gsnider. Les ni-
veaux d’énergie sont déduits d’un modèle k · p à trois bandes.
Afin de reproduire correctement le spectre d’absorption à 0 V à 77 K, nous
avons utilisé les paramètres suivants : barrière Schottky de 1.3 V, puits large
de 107 Å dopé uniformément à hauteur de 6.6 × 1018 cm−3, dopage dans les
deux barrières sur 98 Å, à hauteur de 3.6× 1018 cm−3.
Sur la figure 3.12 est représentée la structure de bandes du dispositif pour
deux tensions différentes, avec en regard la simulation des spectres d’absorp-
tion associés. On s’attend à pouvoir faire varier le niveau de Fermi entre les
niveaux 1 et 3.
3.5.2 Réalisation du dispositif
La croissance a été effectuée par épitaxie par jet moléculaire par Giorgio
Biasiol, au laboratoire TASC, à Trieste (Italie). Le procédé de fabrication,
effectué par nos soins, est schématisé en figure 3.13. Il commence par le dépôt
et la diffusion des contacts inférieurs. Pour ce faire, on effectue une lithogra-
phie optique sur résine épaisse afin de protéger les zones non contactées. On
dépose ensuite, dans cet ordre, 10 nm de nickel (couche d’accroche), 60 nm de
germanium, 120 nm d’or (afin de constituer l’alliage), 20 nm de nickel (couche
séparatrice) puis 200 nm d’or (couche de contact). Après le lift-off, l’échan-
tillon est recuit à 450°C pendant 1 min afin de faire diffuser l’alliage dans le
volume du matériau. Puis une deuxième lithographie optique est réalisée dans
le but de déposer le contact supérieur, constitué de 10 nm de titane (couche
d’accroche) et 150 nm d’or (couche de contact).
3.5.3 Résultats expérimentaux
Afin d’obtenir un guide d’onde pour les mesures d’absorption, nous avons
poli le substrat, ainsi que les facettes d’entrée et de sortie (à 45°). L’échan-
tillon est alors monté sur embase en cuivre plaquée or, et les contacts sont
microsoudés à des contacts en céramique recouverts d’or.
La caractéristique électrique du dispositif est présentée à la figure 3.14.
Grâce à la barrière Schottky, aucun courant ne circule dans la structure pour
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0 V –3 V
Figure 3.12 – a) diagramme de bandes et b) spectre d’absorption simulé du dispositif
sous une tension de grille nulle ; c) diagramme de bandes et d) spectre d’ab-
sorption simulé du dispositif sous une tension de –3 V.
des tensions inférieures à 1.2 V à 77 K (0.6 V à 300 K). On pourra donc
moduler la charge dans le puits, qui sera complètement vidé pour une tension
d’environ –5 V.
Le montage expérimental permettant d’effectuer les mesures de transmis-
sion en fonction de la tension de grille est schématisé en figure 3.15. Les
spectres sont mesurés en modulant la tension entre la grille et le contact dif-
fusé entre une tension V0 où le puits est vide (V0 = −8 V), et la tension V
qui nous intéresse, à 10 kHz. Le signal du détecteur est filtré et amplifié par
un amplificateur à détection synchrone. Les spectres sont normalisés par un
spectre mesuré en polarisation TM sous la tension continue V0. Le spectre




où SV (E) est le spectre de transmission sous la tension V . Cette méthode,
également utilisée dans la référence [39], permet d’une part d’obtenir un rap-
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1 – nettoyage de l’échantillon 2 – enrésinement
3 – insolation 4 – développement
5 – dépôt 6 – lift off
7 – recuit 8 – enrésinement
9 – insolation 10 – développement
11 – dépôt 12 – lift off
UV
UV
Figure 3.13 – procédé de microfabrication du dispositif.



































Figure 3.15 – dispositif expérimental utilisé pour effectuer les mesures d’absorption.
port signal sur bruit bien meilleur qu’une mesure directe sous une tension de
grille continue (d’autant que les énergies concernées sont proches de l’énergie
de coupure du détecteur utilisé), et d’autre part de s’affranchir du problème de
la correction de la ligne de base du spectre d’absorption, comme on peut le voir
sur la figure 3.16 qui compare la mesure directe et la mesure par modulation
de la tension.
La figure 3.17.a présente les spectres obtenus à 77 K pour des tensions com-



















Figure 3.16 – a) mesure directe de l’absorption du dispositif, à 0 V. b) mesure par mo-
dulation de la tension entre –8 V et 0 V.
prises entre –4 V (puits quasiment vide) et +1 V (densité de charge maximale).
Entre –4 V et –3 V, on n’observe qu’un seul pic, dont l’amplitude augmente
avec la tension. Au-delà, un deuxième pic apparaît, à plus haute énergie. Son
amplitude ainsi que son énergie augmentent avec la tension, alors que celles
du pic à basse énergie se mettent à diminuer. On observe donc bien le com-
portement attendu, à savoir un écartement en énergie des deux pics, et une
redistribution des amplitudes au profit du pic de plus haute énergie. Le com-
portement à 300 K est très similaire (voir figure 3.17.b), avec une amplitude
un peu plus importante pour le pic de haute énergie, due à la redistribution
thermique d’électrons de la première sous-bande vers la deuxième.
Nous traçons sur la figure 3.18 les énergies des deux pics, ainsi que l’aire
sous chacun des pics (proportionnelle à Ω2P±) : celle associée au pic de basse
énergie, notée A−, croît jusqu’à une tension correspondant à EF = E2 à
partir de laquelle nous activons une deuxième transition inter-sous-bande.
L’aire du pic de basse énergie inverse alors sa tendance en se mettant
à décroître, alors que celle du pic de haute énergie, A+, augmente de
façon monotone. Ces courbes montrent que l’interaction lumière-matière
est redistribuée en faveur du pic de plus haute énergie conformément au
comportement escompté d’après la partie 3.4.2. Le comportement des
énergies E± est sensiblement différent qu’en figure 3.8, car il est dominé par
les importants effets de courbure de bandes. Comme on peut le voir sur la
figure 3.12 à 0 V, la densité de charge négative dans le puits crée un potentiel
répulsif, ce qui diminue E12. Au contraire, à –3 V, le puits devient triangu-
laire à cause du fort champ électrique, ce qui résulte en l’augmentation de E12.














































Figure 3.17 – a) spectres d’absorption obtenus à 77 K, pour différentes tensions de grille.
b) spectres d’absorption mesurés à 300 K.




























T = 77 K
Figure 3.18 – a) énergies des deux pics d’absorption, en fonction de la tension de grille,
à 77 K. b) aire associée à chacun des deux pics.
Dans notre dispositif, la réalisation d’un contact Schottky permettant d’ap-
pliquer une tension de grille au puits quantique nous a permis de contrôler
électriquement le couplage entre les deux plasmons inter-sous-bandes du puits.
Afin de pouvoir observer l’influence d’une densité de charge plus importante,
nous avons réalisé un second échantillon identique mise à part la concentration
de dopants, qui est multipliée par 2. À cause de cette valeur plus importante,
il y a des courants de fuite entre le puits quantique et la grille, ce qui nous em-
pêche de pouvoir faire varier électriquement le niveau de Fermi de la structure.
Néanmoins nous pouvons effectuer des mesures d’absorption à 0 V. Le spectre
mesuré à 77 K correspond à la courbe rouge sur la figure 3.19. On n’observe
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plus qu’un seul pic à 140 meV : en effet, le phénomène de redistribution de
la force d’oscillateur est maximal, et le pic de plus haute énergie concentre
toute l’interaction entre la lumière et le gaz d’électrons, comme prévu par nos
modèles théoriques.
Lorsqu’on soumet l’échantillon à un éclairage important, réalisé ici au
moyen d’une lampe halogène dirigée sur l’échantillon, on augmente le taux
d’ionisation des donneurs, et donc la densité de charge dans le puits. Le spectre
correspondant est représenté en bleu sur la figure 3.19 : on voit l’énergie du
pic se décaler de 3 meV, et l’amplitude d’absorption augmenter de 15 %. Nous
entrons donc dans un régime où l’on n’observe plus qu’une seule résonance,
malgré le fait que deux sous-bandes sont peuplées. Son énergie et son ampli-
tude d’absorption augmentent avec la densité de charge. Le chapitre suivant















Figure 3.19 – spectres d’absorption du puits au dopage plus élevé, sous éclairement am-
bient (courbe rouge) et sous éclairement plus important (courbe bleue).
Conclusion
Nous avons étudié la réponse optique d’un puits quantique dont le niveau
de Fermi dépasse le deuxième niveau confiné. Nous avons démontré qu’il se
produit un écartement des énergies des résonances par rapport à celles des
transitions inter-sous-bandes nues, mais surtout une redistribution des am-
plitudes d’absorption au profit du pic de plus haute énergie. Ces deux effets
sont attribuables au couplage coulombien entre les deux plasmons inter-sous-
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bandes. Ces comportements sont prédits de façon identique par un modèle
quantique décrivant le couplage entre les excitations inter-sous-bandes, et par
un modèle semi-classique basé sur la description du puits quantique par sa
constante diélectrique dans le modèle de Lorentz.
Nous avons observé ces phénomènes expérimentalement, au moyen d’un
dispositif permettant d’appliquer une tension de grille à un unique puits quan-
tique GaAs/AlGaAs dont nous avons caractérisé la réponse optique au moyen
de mesures d’absorption.
La conséquence la plus intéressante de cette étude est que, dans un puits
carré, lorsque la densité électronique augmente, l’interaction lumière-matière
se trouve progressivement entièrement concentrée dans le pic à haute énergie.
Par conséquent, il est maintenant légitime de vouloir augmenter le niveau
de Fermi au-delà du niveau 3. Nous allons voir dans le prochain chapitre que
l’effet précédemment observé du couplage entre les plasmons inter-sous-bandes
est poussé à l’extrême, concentrant toute l’interaction entre la lumière et la




Régime coopératif : exaltation
collective de l’interaction
lumière-matière
Nous avons démontré dans le chapitre précédent que, dans un puits quan-
tique dont le niveau de Fermi est compris entre les niveaux 2 et 3, les in-
teractions coulombiennes créent un couplage entre les deux plasmons inter-
sous-bandes, résultant en une redistribution de l’interaction lumière-matière
au profit du pic de haute énergie, d’autant plus importante que la densité de
charge est élevée.
Dans ce chapitre, nous allons prolonger notre démarche en explorant le
régime extrême d’une densité électronique très élevée dans lequel un nombre
arbitraire de sous-bandes sont remplies. Nous allons voir que, dans ce cas, on
entre dans un régime « coopératif » où toute l’interaction entre la lumière et
la matière est concentrée dans une unique résonance étroite, tandis que les
transitions nues sont rendues transparentes.
Nous exposerons les résultats de l’étude expérimentale d’un dispositif à
un puits quantique unique très fortement dopé, permettant d’observer cette
résonance conformément à nos simulations [85].
Nous allons également présenter les premiers résultats expérimentaux
d’une électroluminescence dans le régime coopératif obtenue par l’application
d’un champ électrique dans le plan des couches, et dont les spectres présentent
un pic d’émission étroit à la même énergie que le pic d’absorption.
4.1 Simulation des spectres d’absorption
Afin de simuler les spectres d’absorption d’un puits quantique dans le-
quel un nombre arbitraire de sous-bandes sont remplies, nous allons générali-
102
Chapitre 4. Régime coopératif : exaltation collective de l’interaction
lumière-matière
ser le modèle semi-classique afin de prendre en compte plusieurs sous-bandes
ainsi qu’un certain nombre de paramètres pouvant rentrer en compte dans la
description de systèmes réels, notamment la non-parabolicité et les effets de
température sur la distribution électronique ou le diagramme de bandes du
système.
4.1.1 Principe du calcul
Le calcul de la réponse optique d’un puits quantique quelconque se
fait selon les étapes suivantes : dans un premier temps, nous simulons le
diagramme de bandes du puits à l’aide d’un modèle k · p à trois bandes, qui
nous donne les énergies et les éléments de matrice dipolaire des transitions
entre niveaux adjacents ; puis nous construisons les courbes de dispersion
des sous-bandes et la densité d’états du système en tenant compte de la
non-parabolicité, afin d’obtenir le niveau de Fermi de la structure à partir
de la densité totale d’électrons ; enfin nous calculons l’occupation des états
pour une température donnée, ce qui nous permet de déterminer la constante
diélectrique, et donc le spectre d’absorption.
Connaissant les niveaux d’énergie issus du confinement selon z, notés Ei(0),
les courbes de dispersion des sous-bandes sont données par la formule auto-
consistante [40] :
Ei(k) = Ei(0) +
~2k2









Ei(k) + ESO + Eg
)
où Ep est l’énergie de Kane, Eg le gap et ESO l’énergie de la bande split-off.
Le paramètre que nous fixons est la densité électronique du système. Nous










avec fFD(E) = (exp((E − EF (T ))/kT ) + 1)−1 la distribution de Fermi-Dirac
à la température T . Notons que le niveau de Fermi peut dépendre de la tem-
pérature, le nombre d’électrons N devant, lui, rester constant.













Pour déterminer la constante diélectrique du système, nous le mo-
délisons par un ensemble de transitions élémentaires ayant lieu dans un
intervalle [k, k + dk] (voir figure 4.1). La différence de densité électro-
nique associée à chaque tranche est d∆nij(k) = dni(k) − dnj(k) avec
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dni(k) = ρ(Ei(k))dEi(k)dk fFD(E(k))dk est la densité de charge sur la sous-bande





k k + dk
Figure 4.1 – schéma du découpage en transitions élémentaires utilisé dans le modèle.






ω2 − ω2ij(k) + iγω
(4.1)





On peut exprimer explicitement la force d’oscillateur fij =
2ωijz2ijm∗
~ et
la longueur effective Leff = ~fij/2m∗Sijωij = z2ij/Sij où zij est l’élément de
matrice dipolaire de la transition i→ j, et Sij = ∫+∞−∞ dz (∫ z−∞ dz′ϕj(z′)ϕi(z′))2
Rappelons que le coefficient d’absorption α2D du système est propor-
tionnel à la partie réelle de la conductivité effective σ˜zz = σzzεs/εzz avec
σzz = (εzz/εs − 1)ε0εsωLeff/i [35, 36]. Dans notre cas général, cette conducti-
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Cette formule nous permet de simuler la réponse optique d’un grand
nombre de systèmes. Nous allons l’appliquer à un puits carré afin d’obser-
ver les effets de la densité de charge sur le spectre d’absorption.
4.1.2 Résultats
Nous considérons un puits quantique dans le système GaInAs/AlInAs, de
185 Å d’épaisseur. Le choix de ce système de matériaux permet, entre autres,
de pouvoir obtenir des densités électroniques très importantes (supérieures
à 1019 cm−2). La structure de bandes d’un tel puits est représentée à la fi-
gure 4.2 : il comporte six niveaux, avec des transitions entre niveaux adjacents
correspondant aux énergies E12 = 53.4 meV, E23 = 78.4 meV, E34 = 94.4 meV,
E45 = 103.4 meV et E56 = 106.2 meV. Nous allons considérer un dopage uni-
forme dans le puits. De ce fait, même pour les fortes densités de charge, la
correction de Hartree est faible et modifie très peu les énergies des transi-
tions inter-sous-bandes du système ; nous pouvons donc les garder constantes






















Figure 4.2 – diagramme de bandes du puits GaInAs/AlInAs de 185 Å et modules carrés
des fonctions d’onde.
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La figure 4.3 montre la simulation des spectres d’absorption du système,
normalisés par leur aire, lorsque le niveau de Fermi augmente du niveau 1
au niveau 6, avec les niveaux d’énergie associés. Comme nous l’avons déjà
discuté, lorsqu’une seule sous-bande est peuplée, on observe le décalage bien
connu du pic d’absorption vers les hautes énergies (le plasma shift) ; lorsque
le niveau de Fermi est compris entre le niveau 2 et le niveau 3, on observe une
fois encore l’échange d’amplitude relative entre les deux pics en faveur du pic
de plus haute énergie. Le pic de plus basse énergie voit son amplitude et son
énergie diminuer.
Lorsque le niveau de Fermi dépasse le niveau 3, on observe principalement
un seul pic, dont l’énergie augmente de façon monotone avec la densité de
charge. Il y a des contributions de faible amplitude à plus basse énergie, mais
il ne se produit plus d’échange d’amplitude d’un pic à l’autre : le pic de forte
amplitude évolue maintenant de façon continue, et ce malgré l’implication de
nouvelles sous-bandes.
L’aire totale, représentée figure 4.4 en fonction de la densité surfacique de
charge, augmente de façon monotone. À partir de EF ∼ (E2 +E3)/2, elle est
attribuable quasiment exclusivement au pic de forte amplitude.
L’amplitude d’absorption se retrouve donc quasiment exclusivement
concentrée dans un seul pic traduisant l’excitation d’un mode collectif brillant,
que nous avons appelé « plasmon multi-sous-bande brillant », et qui regroupe
l’ensemble des transitions inter-sous-bandes du système. Dans ce régime, la
valeur du coefficient d’absorption à résonance est tracée sur la figure 4.5 en
fonction de la densité de charge. Elle est de l’ordre de quelques 105 cm−1.
Afin de mieux observer les contributions à plus basse énergie, nous repré-
sentons sur la figure 4.6 trois spectres, correspondant à 2, 3 et 4 sous-bandes
remplies (N = 4 × 1012 cm−2, resp. 8.5 × 1012 cm−2, resp. 1.5 × 1013 cm−2).
On peut constater que le nombre total de pics est égal au nombre total
de sous-bandes remplies. En effet ils correspondent aux modes propres du
système, de la même façon qu’un ensemble de n oscillateurs mécaniques
couplés possède n modes propres. Pour comprendre l’origine du mode brillant,
on peut exploiter l’analogie avec un système d’oscillateurs couplés, tel que
représenté sur la figure 4.7. Dans ce cas, un seul mode propre correspond aux
oscillateurs en phase et les autres à plusieurs sous-ensembles en opposition
de phase entre eux. Seul le mode dans lequel les oscillations sont en phase
peut être excité de façon efficace par un champ électrique oscillant dans la
direction x, dans l’approximation dipolaire électrique. De la même façon, dans
notre système, le pic de haute énergie correspond à une synchronisation en
phase des transitions inter-sous-bandes, résultant en une interaction intense
avec la lumière, tandis que les pics de plus basse énergie correspondent aux
autres modes propres, que l’on peut appeler « plasmons multi-sous-bandes
106



















































Figure 4.3 – spectres d’absorption simulés du puits GaInAs/AlInAs de 185 Å, pour dif-
férentes densités de charge. Les spectres sont décalés verticalement pour plus
de lisibilité, et normalisés par leur aire. Le niveau de Fermi associé à certains
spectres est représenté à droite de la figure.









































Figure 4.5 – maximum du coefficient d’absorption associé au plasmon multi-sous-bande
brillant.
noirs ». Ils ont par conséquent une interaction bien plus faible avec la lumière.
On voit en effet sur la figure 4.6 qu’à la plus forte densité, le pic de haute
énergie a une amplitude au moins deux ordres de grandeur plus importante
que les autres pics.
L’ensemble de ces résultats est résumé sur la figure 4.8, où nous traçons
en code de couleur les spectres d’absorption en échelle logarithmique, en
fonction de l’énergie du photon incident et de la densité de charge. Nous
voyons une fois encore l’absorption totale augmenter avec la charge et se
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Figure 4.6 – spectres d’absorption en échelle logarithmique, correspondant à 2 (courbe





mode brillant modes noirs
Figure 4.7 – dynamique des quatre modes propres d’un système de quatre oscillateurs
mécaniques couplés. Si les masses sont chargées, seul le mode de gauche peut
interagir avec un champ électrique oscillant dans la direction x.
concentrer dans une seule résonance, dont l’énergie augmente également. Les
autres résonances ont un comportement exactement opposé : leur énergie
diminue et leur amplitude tend vers zéro, de la même façon que le mode
de basse énergie dans le cas de deux sous-bandes remplies (voir figure 3.8).
À partir d’un certain niveau de Fermi compris entre E2 et E3, nous avons
donc la possibilité d’augmenter à volonté l’interaction entre la lumière et une
unique excitation électronique collective dans le puits quantique.




















Figure 4.8 – coefficient d’absorption en échelle logarithmique, en fonction de l’énergie et
de la densité surfacique de charge. Les maxima sont indiqués par les lignes
tiretées. Les lignes pointillées indiquent les énergies des transitions nues.
Il est important de noter que l’aire sous la courbe est toujours identique
à celle calculée dans le cas fictif d’électrons sans interactions, autrement dit
la prise en compte des interactions coulombiennes ne modifie pas l’amplitude
d’absorption totale. Dans le régime coopératif où elle est entièrement concen-
trée dans le pic de plus haute énergie, cela signifie que nous pouvons associer
à ce pic une pulsation plasma effective dont le carré est égal à la somme des






















Dans le but d’observer expérimentalement cette résonance, nous avons
réalisé un dispositif comportant un puits quantique unique dont le niveau de
Fermi atteint quasiment le cinquième niveau, et nous l’avons caractérisé par
des mesures de transmission. La partie suivante présente cette caractérisation.
1. Pour une démonstration exacte, se référer à l’annexe B.
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4.2 Mesures d’absorption d’un puits quan-
tique unique
4.2.1 Présentation du dispositif
Nous avons réalisé un puits quantique unique de 185 Å en GaInAs/AlInAs
sur substrat InP, identique à celui présenté dans les simulations précédentes,
dopé uniformément dans le puits à hauteur d’environ 1.2× 1019 cm−3, ce qui
équivaut à une densité surfacique de 2.2×1013 cm−2. La croissance a été effec-
tuée par Grégoire Beaudoin et Isabelle Sagnes au Laboratoire de Photonique
et Nanostructures de Marcoussis. Le diagramme de bandes du puits est repré-
senté à la figure 4.9, avec les courbes de dispersions des sous-bandes ainsi que
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Figure 4.9 – a) structure de bandes et niveaux d’énergie du puits de 185 Å. b) courbes
de dispersion des sous-bandes. La ligne rouge pointillée indique le niveau de
Fermi de la structure, et les flèches indiquent les transitions pouvant avoir
lieu dans la structure.
La densité électronique a été vérifiée par des mesures de Shubnikov-de
Haas, effectuées par Philippe Petit, Maria-Luisa della Rocca et Philippe La-
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farge, de l’équipe Telem (transport électronique à échelle moléculaire) de notre
laboratoire, sur un échantillon dont le processus de fabrication a été effectuée
par Ulf Gennser, au LPN (Marcoussis). La mesure de la résistance de Hall nous
a donné une valeur de 1.22× 1019 cm−3, compatible avec la valeur fournie par
les oscillations de Shubnikov-de Haas (1.4× 1019 cm−3).
4.2.2 Mesures en géométrie multi-passage
Nous avons réalisé un guide d’onde multi-passage par dépôt d’or à la sur-
face de l’échantillon, puis polissage du substrat et des facettes d’entrée et de
sortie (à 45°). Nous avons pu ainsi mesurer les spectres de transmission T (E)
du dispositif, normalisés par les spectres mesurés hors de l’échantillon. Le
dispositif expérimental est identique à celui de la partie 2.2.2. Afin d’obtenir
le coefficient d’absorption du gaz bidimensionnel, nous appliquons la formule
α2D(E) = − log(T (E)).
Les spectres mesurés dans le dispositif à deux températures (77 K et 300 K)
sont représentés à la figure 4.10.a. On n’observe bien, dans l’intervalle d’énergie
accessible par notre détecteur, qu’un seul pic correspondant à l’absorption du
plasmon multi-sous-bande 2. Le maximum est situé à 166.6 meV à 77 K, et
à 163 meV à 300 K. La largeur à mi-hauteur est de 13 meV à 77 K (donc
∆E/E = 8 %) et 15 meV à 300 K. Il n’y a aucune trace des transitions nues,
représentées par la courbe bleue sur la figure 4.10.b, dont certaines seraient
visibles dans la bande passante du détecteur. La résonance visible est peu
affectée par les effets de température, qui redistribuent les électrons dans des
sous-bandes qui participent toutes à l’excitation collective, de façon similaire
au mode collectif d’un puits parabolique [51]. Sur la figure 4.10 sont également
représentés les spectres simulés par notre modèle précédent, en prenant en
compte les effets de température (distribution de Fermi-Dirac, diminution du
gap avec la température). On observe un très bon accord entre la simulation
et l’expérience en donnant pour l’élargissement γ la valeur de 12.5 meV. Pour
mieux l’apprécier, la figure 4.11 représente en échelle logarithmique les spectres
simulé et expérimental à 300 K ; l’accord est très bon sur environ deux décades
(le niveau du rapport signal/bruit).
Nous avons donc démontré l’existence, dans un gaz bidimensionnel dense,
d’un unique mode collectif interagissant avec la lumière, superposition en
phase des excitations inter-sous-bandes à différentes énergies. Ce plasmon
multi-sous-bande présente un pic d’absorption à une énergie très différente
des transitions inter-sous-bandes et une raie de faible largeur à mi-hauteur.
Néanmoins nous allons voir que la géométrie de guide d’onde multi-passage
2. Nous omettons à partir de maintenant l’adjectif « brillant » sauf lorsqu’il y a ambiguïté
avec les modes noirs.
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Figure 4.10 – a) spectres d’absorption mesurés à 77 K (courbe noire) et à 300 K (courbe
rouge). b) Spectres d’absorption simulés. La courbe bleue représente l’ab-
sorption calculée dans une description de particules sans interaction. Les
courbes noire et rouge représentent l’absorption calculée avec la formule 4.3.
utilisée pour caractériser optiquement ce puits quantique surestime la largeur
des pics. Nous allons donc présenter des mesures d’absorption dans une géo-
métrie différente.
4.2.3 Mesures de transmission à l’angle de Brewster
Nous avons voulu effectuer des mesures de transmission à travers ce même
dispositif comportant un puits unique, dans une géométrie telle que schémati-
sée figure 4.12, qui nous assure un unique passage de la lumière dans le puits
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Figure 4.11 – comparaison entre le spectre mesuré (trait plein) et le spectre calculé (trait
pointillé) à 300 K.
quantique. Afin de déterminer l’angle d’incidence θi sur le dispositif, nous
représentons sur la figure 4.13 le coefficient de transmission pour une onde
TM, à l’interface entre l’air et une couche de GaInAs, calculée au moyen du
coefficient de Fresnel de l’interface, qui vaut
T = 1−R = 1−









avec ns = 3.46. Nous voyons que pour une incidence normale, elle a une va-
leur d’environ 0.3 ; néanmoins, à cette incidence, la lumière ne se couple pas
avec le puits quantique car la composante Ez du champ incident est nulle. Il
faut donc donner à l’angle d’incidence la plus grande valeur possible. Lors-
qu’on l’augmente, la transmission augmente puis est maximum pour l’angle
de Brewster (74°), et ensuite tend rapidement vers 0 pour des angles plus
importants. L’angle de Brewster est donc l’angle optimal pour effectuer des
mesures de transmission ; il permet en outre d’éviter les réflexions multiples
de la lumière dans le substrat.
Pour cela, nous avons poli le substrat d’un échantillon d’environ 2 cm2, et
nous avons gravé la moitié de la surface afin d’enlever le puits quantique pour
obtenir une référence lors des mesures de transmission.
La figure 4.14 présente les spectres d’absorption du dispositif à 77 K et
à 300 K. L’absorption maximale vaut environ 3.5 %, ce qui correspond à
un coefficient d’absorption α3D = 2.4 × 105 cm−1 déduit d’après la formule































Figure 4.13 – coefficient de transmission pour une onde TM, à l’interface entre l’air et
une couche de GaInAs.
Les énergies des pics sont les mêmes que mesurées dans le guide d’onde
multi-passage, en revanche les largeurs à mi-hauteur sont plus faibles :
8.5 meV à 77 K et 9.3 meV à 300 K. Les mesures en multi-passage sur-
estiment donc la largeur à mi-hauteur des pics d’absorption même si elles
permettent d’augmenter le contraste de façon très significative. Nous avons
accès, dans cette géométrie, à l’élargissement correct du pic d’absorption, qui
équivaut à ∆E/E = 5.1 % à 77 K, 5.7 % à 300 K. Ces valeurs sont compa-
tibles avec l’élargissement homogène d’une transition inter-sous-bande à une
particule, comparables avec les meilleurs échantillons obtenus par modulation
de dopage [39, 86]. La très grande concentration de donneurs ionisés présents
dans le puits (plus que 1019 cm−3 !) n’affecte pas significativement la forme du
pic ni sa largeur à mi-hauteur. Non seulement les interactions coulombiennes
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Figure 4.14 – absorption du dispositif à l’angle de Brewster, à 77 K (courbe noire) et
300 K (courbe rouge).
concentrent toute l’interaction entre la lumière et le gaz d’électrons dans un
seul pic, mais celui-ci présente une largeur très faible pour une transition
optique dans le moyen infra-rouge, sans effets de cavité.
Dans la suite, nous comparons l’interaction lumière-matière dans le cas
où une seule ou plusieurs sous-bandes sont occupées, afin de discuter des
avantages des gaz d’électrons denses.
4.3 Comparaison avec un système à deux ni-
veaux
Dans la plupart des systèmes usuels de puits quantiques en couplage fort
avec une micro-cavité, seule la première sous-bande est peuplée, en analogie
avec un système à deux niveaux ; le coefficient d’absorption du puits est alors
proportionnel à la différence de population entre les deux premières sous-
bandes, et est donc limité par la condition EF 6 E2. Nous allons ici comparer
notre système multi-sous-bandes en régime coopératif, un puits quantique de
largeur 185 Å identique au précédent, dont l’énergie de résonance, correspon-
dant au maximum d’absorption et notée EMSP, dépend du dopage, à un puits
quantique à deux niveaux dopé de façon optimale (EF = E2) dont la réso-
nance se produit à la même énergie (c’est-à-dire tel que E˜12 = EMSP), afin de
déterminer si le régime coopératif a permis d’augmenter l’interaction avec la
lumière.
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La figure 4.15 présente l’énergie du plasmon multi-sous-bande EMSP en
fonction de la densité de charge N dans le puits de 185 Å. Nous ne nous
intéressons ici qu’au régime coopératif dans lequel un seul pic est visible.
On voit que l’énergie du pic est une fonction monotone de la charge, nous
pouvons donc prendre EMSP comme variable de référence pour comparer les
deux systèmes. Dans le cas du puits de 185 Å, cette énergie fixe la densité
de charge ; dans le cas du puits à deux niveaux avec EF = E2, elle fixe la
largeur du puits qui permet d’obtenir cette condition optimale. La figure 4.16
schématise le puits de 185 Å pour un dopage de 1.2 × 1019 cm−3 et le puits
avec une sous-bande optimalement peuplée qui a la même énergie de résonance











Figure 4.15 – énergie de la résonance en fonction de la densité de charge dans le puits.
La réponse optique d’un gaz bidimensionnel d’électrons est caractérisée
par son coefficient d’absorption α3D(ω) = α2D(ω)/L, variable intensive qui
caractérise le puits quantique indépendamment du chemin optique parcouru.
La force de l’interaction lumière-matière est alors donnée par l’intégrale du
coefficient d’absorption S =
∫
α3D(ω)dω, proportionnelle à la pulsation plasma
de l’excitation.
La figure 4.16 présente également les coefficients d’absorption α2D(ω) et
α3D(ω), et met en évidence l’aire sous chacun des deux pics : c’est la grandeur
que nous allons considérer pour comparer l’interaction lumière-matière dans
les deux systèmes.
La figure 4.17.a présente le coefficient d’absorption intégré S en fonction
de l’énergie du pic, calculé pour les deux systèmes. On peut constater que celui
du puits multi-sous-bande est toujours supérieur à celui du puits à deux ni-
veaux associé, et que leur rapport augmente avec l’énergie du pic, c’est-à-dire
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Figure 4.16 – à gauche : schéma du puits multi-sous-bande et du puits à deux niveaux
ayant EF = E2 qui présente la même énergie de résonance (166 meV). À
droite : coefficients d’absorption α2D et α3D (après division par la largeur
du puits). SMSP et S2nv représentent les aires sous les pics respectifs.
avec le dopage dans le puits. La figure 4.17.b montre ce rapport SMSP/S2nv,
correspondant à l’augmentation de l’interaction lumière-matière par rapport
aux systèmes usuels. Il est toujours supérieur à 1 et dépasse 3 pour les fortes
densités de charge. L’étoile indique la position du dispositif présenté précé-
demment, et correspond à une valeur de 2.6.
Ceci démontre que le régime coopératif, associant en phase plusieurs
transitions inter-sous-bandes d’un même puits quantique, permet d’accroître
l’interaction entre la lumière et une excitation électronique à une certaine
énergie, en comparaison avec les systèmes à deux niveaux usuels. Cette
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Figure 4.17 – a) comparaison entre le coefficient d’absorption intégré du puits de 185 Å
(courbe bleue) et d’un système à deux niveau optimalement peuplé (courbe
rouge), en fonction de l’énergie de la résonance. b) rapport entre ces deux
coefficients, en fonction de l’énergie de la résonance. L’étoile représente notre
système expérimental.
analyse sera approfondie dans le prochain chapitre, où nous définirons de
façon très générale un facteur de mérite du gaz bidimensionnel d’électrons.
Nous allons maintenant voir qu’il est possible d’exciter électriquement le
gaz bidimensionnel à l’aide d’un dispositif simple, permettant d’observer le
plasmon multi-sous-bandes en électroluminescence.
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4.4 Électroluminescence
Nous présentons ici l’excitation électrique du gaz bidimensionnel d’élec-
trons d’un unique puits quantique au moyen d’un champ électrique dans le
plan du puits quantique [87, 88, 89], donnant lieu à une émission radiative
par les excitations collectives. Nous allons dans un premier temps appliquer
ce principe à un puits ayant une seule sous-bande peuplée, afin de carac-
tériser l’électroluminescence d’un unique puits quantique ainsi excité. Puis,
munis de cette caractérisation, nous allons appliquer cette même technique
au puits caractérisé en absorption dans la partie précédente. Nous montrerons
que l’électroluminescence du mode collectif multi-sous-bande présente des pro-
priétés intrigantes, très différentes de celles du système à deux niveaux. Ces
résultats récents constituent les préliminaires d’une étude complète en cours.
4.4.1 Électroluminescence dans un système à une sous-
bande occupée
Dans le but d’observer de l’électroluminescence d’un puits quantique dont
seul le premier niveau est rempli, nous avons réalisé un dispositif identique à
celui de la référence [39] : un puits quantique en GaAs de 87 Å d’épaisseur,
avec une densité de charge de 1×1012 cm−2 obtenue par modulation de dopage
(la croissance a une fois encore été effectuée par épitaxie par jet moléculaire
par Giorgio Biasiol, du laboratoire TASC), dans lequel nous avons diffusé
des contacts au moyen d’un processus de fabrication identique à celui de la
partie 3.5.2 ; nous avons également recouvert d’or la surface de l’échantillon,
ce qui nous permet d’appliquer une tension de grille au dispositif, qui est
schématisé à la figure 4.18. On a alors un dispositif à trois terminaux similaire
à un transistor.
4.4.1.1 Dispositif expérimental
Le dispositif expérimental permettant de caractériser cette structure en
électroluminescence est représenté à la figure 4.19 : nous utilisons, de façon
similaire à la partie 2.3.1.2, un échantillon soudé à l’indium sur une embase
en cuivre qui est alors montée dans un cryostat. La lumière émise est collectée
vers un détecteur MCT après passage dans un FTIR qui nous permet de réa-
liser la spectrométrie. L’échantillon est alimenté par un générateur de tension
pulsée, avec un rapport cyclique de 50 %. Le signal provenant du détecteur
est filtré par un amplificateur à détection synchrone. Un générateur de ten-
sion continue permet d’appliquer une tension de grille VGS. La tension VDS
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Figure 4.18 – schéma du dispositif.
contrôle le courant qui passe dans le plan du puits quantique, et la tension






























Nous avons dans un premier temps effectué des mesures d’absorption en
fonction de la tension de grille VGS, de façon similaire à celles de la partie 3.5.
Les résultats sont visibles à la figure 4.20 : nous obtenons un pic centré autour
de 110 meV, quelle que soit la valeur de VGS. En effet, dans ce dispositif, le
potentiel de Hartree compense exactement le plasma shift [39]. La largeur à























Figure 4.20 – spectres d’absorption mesurés pour différentes valeurs de VGS , à 77 K.
Nous avons effectué des mesures d’électroluminescence à 77 K pour dif-
férentes tensions VGS et VDS. Nous observons alors, quelles que soient VGS
et VDS, des spectres de forme identique ; l’un d’entre eux est représenté à la
figure 4.21. Il présente un pic à 110 meV conformément aux mesures d’ab-
sorption effectuées sur ce même dispositif, de largeur à mi-hauteur 7.5 meV.
Les caractéristiques courant-tension et luminescence-tension du dispositif sont
représentées pour plusieurs tensions de grille à 77 K à la figure 4.22.
Les courbes V (I) présentent un régime linéaire, proche de l’origine, puis
ensuite un régime de saturation où le courant n’évolue plus quand la tension
augmente. Le courant de saturation est linéaire avec la tension de grille (voir
figure 4.23). Ces caractéristiques sont conformes à celles d’un transistor à effet
de champ.
Les courbes L(I) sont quasiment linéaires avec le courant, ce qui fait que la
luminescence sature également. La pente de ces caractéristiques décroît avec
la densité de charge dans le puits. Pour VGS > 0, les courbes L(I) présentent
des sauts qui sont reproductibles.
La luminescence diminue drastiquement lorsqu’on augmente la tempéra-
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Figure 4.22 – caractéristiques courant-tension (lignes pleines) et courant-luminescence
(lignes pointillées) du dispositif sous différentes tensions de grilles (indiquées
en couleurs à côté de la courbe associée), à 77 K.
ture. Ainsi, à 300 K, on ne distingue quasiment plus de signal lumineux (la














Figure 4.23 – courant de saturation en fonction de la tension de grille.
Maintenant que nous avons observé une émission à l’énergie de la tran-
sition inter-sous-bande lorsqu’on applique un champ électrique dans le plan
des couches, nous allons reproduire la même expérience dans le cas d’un puits
très dopé. Notons que dans le cas présent, nous ne pouvons pas faire de dis-
tinction entre l’électroluminescence provenant d’une relaxation de particules
indépendantes entre les deux sous-bandes, et la relaxation d’une excitation
collective car rien spectralement ne distingue les deux ; en revanche, dans le
cas du puits très fortement dopé, la résonance collective est profondément
différente du spectre des transitions inter-sous-bandes indépendantes, ce qui
nous permettra de déterminer aisément la nature des excitations créées.
4.4.2 Électroluminescence dans le puits très dopé
4.4.2.1 Principe des mesures
Nous partons donc du puits en GaInAs/AlInAs précédemment caracté-
risé ; nous lui appliquons un procédé de microfabrication similaire à celui
décrit dans la section précédente, avec deux contacts diffusés. En revanche
les dimensions caractéristiques sont réduites par rapport au dispositif pré-
cédent, afin de réduire l’échauffement dû à un courant plus important (voir
figure 4.24). Cette géométrie nous permet de caractériser un dispositif seul
(canal de 100 × 200 µm) ou bien plusieurs en parallèle (jusqu’à 5). Notons
également que l’application d’une tension de grille sur ce dispositif ne per-
met pas de modifier la densité de charge, à cause de courants de fuite très
importants entre le puits quantique et le contact supérieur. Le dispositif ex-
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puits quantique
Figure 4.24 – schéma du dispositif.
4.4.2.2 Résultats
La figure 4.25 présente la caractéristique courant-tension mesurée à 4 K et
à 300 K. Elle est assez différente de celle observée dans la structure précédente,
car on n’observe pas de régime de saturation dans l’intervalle de tension ex-
ploré ; au contraire, on a une diminution de la résistance différentielle à partir
d’environ 6 V.
La figure 4.26 montre un spectre d’électroluminescence obtenu à 77 K
pour une tension de 6 V ; pour cette mesure, nous avons connecté en paral-
lèle quatre dispositifs adjacents. Nous observons principalement un seul pic,
à une énergie de 166 meV, égale à l’énergie de celui observé lors des me-
sures d’absorption. Nous pouvons donc attribuer ce pic d’électroluminescence
à l’émission radiative du mode collectif multi-sous-bande. Sa largeur à mi-
hauteur est de 16 meV, ce qui correspond à la valeur mesurée en absorption.
Les deux spectres sont comparés en figure 4.26, où l’on peut remarquer qu’ils
sont très similaires. On peut également observer une queue à basse énergie
jusqu’à la fréquence de coupure basse du détecteur ; nous l’attribuons à de
l’émission thermique due à l’échauffement du dispositif 3. En revanche, il n’y
a pas de pic qui pourrait être attribué à de l’émission inter-sous-bande dans
un processus à une particule.
3. Cette queue à basse énergie est visible aussi bien en TE qu’en TM, on peut donc la













Figure 4.25 – caractéristique courant-tension du dispositif à 4 K (courbe bleue) et 300 K
(courbe rouge).













Figure 4.26 – spectre d’électroluminescence (courbe bleue) mesuré à 77 K, comparé au
spectre d’absorption (courbe rouge) mesuré à la même température.
Ceci montre que la technique d’injection électrique utilisée permet d’exciter
le plasmon multi-sous-bande, et d’observer son émission radiative. Nous allons
maintenant étudier l’évolution de ses caractéristiques avec la température et
la tension.
La figure 4.27 montre l’évolution du pic d’émission, normalisé à son maxi-
mum, lorsqu’on augmente la température de 4 K à 300 K. La figure 4.28 trace
l’aire du pic en fonction de la température. On voit que l’intensité du signal
lumineux augmente de façon exponentielle avec la température, contrairement
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à la structure à deux niveaux caractérisée en 4.4.1 ; cette dépendance ne cor-
respond pas à l’émission d’un corps noir, qui ne serait plus détectable à 77 K
dans ces longueurs d’ondes. De plus, la largeur de la raie d’émission rétrécit
lorsqu’on augmente la température, ce qui est à l’opposé de la plupart des
effets thermiques usuellement observés. Cette largeur à mi-hauteur est repré-



















Figure 4.27 – spectres d’électroluminescence mesurés à différentes températures, à la









































Figure 4.29 – énergie du pic (courbe bleue) et largeur à mi-hauteur (courbe rouge) en
fonction de la température.
Plaçons-nous maintenant à 300 K, où nous sommes capables de créer un
plus grand nombre d’excitations, et où le spectre d’émission est le plus étroit.
Nous pouvons faire varier la tension appliquée ; les spectres normalisés à leur
maximum sont représentés à la figure 4.30. On remarque qu’ils ont la même
forme, avec un décalage vers le rouge du pic quand la tension augmente. Ceci
peut être attribué à une variation de la densité de charge dans les puits. Nous
traçons en figure 4.31.a l’intensité lumineuse en fonction du courant traversant
le dispositif ; nous voyons que leur relation n’est pas linéaire. Elle est également
surlinéaire en fonction de la puissance électrique injectée, comme on peut
le voir à la figure 4.31.b. Ceci est encore une caractéristique qui différencie
cette structure de la précédente, mais également de n’importe quelle émission
thermique. Nous pouvons également regarder la largeur de raie en fonction de
la tension appliquée, tracée sur la figure 4.32 : elle commence par diminuer
avec la tension, puis remonte après avoir atteint un minimum pour V = 6.5 V.
Nous avons donc, jusqu’à un certain point, créé une cohérence en augmentant
le nombre d’excitations du système.
Nous avons démontré la possibilité d’exciter le mode collectif observé
lors des mesures d’absorption, et ce de façon d’autant plus efficace que la
température ou la tension sont grandes. Nous avons démontré les relations
surlinéaires qu’a le signal d’électroluminescence avec la tension et avec la
température ; nous avons également observé un rétrécissement de la raie
d’émission lorsque T ou V augmentent, jusqu’à un certain point.
Ces premiers résultats expérimentaux prometteurs restent pour l’instant
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3.0 V, 24 mA
3.5 V, 29 mA
4.0 V, 34 mA
4.5 V, 41 mA
5.0 V, 49 mA
5.5 V, 58 mA
6.0 V, 71 mA
6.5 V, 80 mA
7.0 V, 93 mA
7.5 V, 106 mA
8.0 V, 118 mA
8.5 V, 130 mA
Figure 4.30 – spectres d’électroluminescence mesurés à différentes tensions, à 300 K, nor-
malisés à leur maximum.
à approfondir ; il serait bien d’avoir également une meilleure compréhension


























Figure 4.31 – a) signal d’électroluminescence en fonction du courant. b) signal d’électro-
luminescence en fonction de la puissance électrique.
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Figure 4.32 – énergie du pic (courbe bleue) et largeur à mi-hauteur (courbe rouge) à
300 K en fonction de la tension.
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Conclusion
Nous avons étudié expérimentalement et théoriquement les effets d’une
densité de charge très importante sur la réponse optique d’un puits quantique.
En utilisant un modèle semi-classique, nous nous sommes attendus à ce que
cette redistribution des amplitudes, à partir d’une certaine charge, devienne
telle que quasiment toute l’interaction avec la lumière soit concentrée dans une
seule résonance, et ce même si le nombre de sous-bandes remplies augmente :
le système est alors dans un régime coopératif, dominé par les interactions
coulombiennes, dans lequel seul un mode collectif associant en phase toutes
les transitions inter-sous-bandes d’énergies différentes peut interagir avec la
lumière, de façon plus efficace que dans n’importe quel puits quantique ayant
une seule sous-bande remplie.
Ce plasmon multi-sous-bande a été observé expérimentalement dans un
puits quantique en GaInAs/AlInAs très dopé ; il présente une faible largeur à
mi-hauteur et une énergie très différente de celles des transitions inter-sous-
bandes nues, qui sont rendues transparentes.
De plus, nous avons démontré observé ce mode collectif dans des mesures
d’électroluminescence dans lesquelles le champ électrique a été appliqué dans
le plan du puits quantique grâce à des contacts diffusés. Lorsque l’on augmente
la tension ou la température, on observe une augmentation du signal émis dans
ce mode collectif associé à une diminution de la largeur à mi-hauteur, jusqu’à
un certain point.
Après avoir démontré la possibilité de concentrer toute l’interaction
lumière-matière dans un seul mode étroit qui porte une constante de cou-
plage avec la lumière égale à la somme de celles de toutes les transitions en
jeu, nous nous attendons, en insérant de tels puits dans une microcavité, à
pouvoir entrer dans le régime de couplage ultra-fort lumière-matière ; ce sera
l’objet du prochain chapitre.

Chapitre 5
Couplage ultra-fort : plasmons
multi-sous-bandes en cavité
Lorsqu’une excitation matérielle est en résonance avec un mode de micro-
cavité, il est possible d’entrer dans le régime de couplage fort lumière-matière
si l’énergie de couplage est supérieure aux élargissements. Dans ce régime,
l’intensité du couplage est caractérisée par la fréquence de Rabi, qui est pro-
portionnelle à la racine carrée du coefficient d’absorption de l’excitation élec-
tronique.
Dans les systèmes usuels réalisant le couplage fort entre une excitation
inter-sous-bande et un mode de micro-cavité [21, 24, 44, 90], le niveau de Fermi
se trouve entre les deux premiers niveaux du puits quantique, comme dans les
dispositifs étudiés dans le chapitre 2. Le coefficient d’absorption associé à
l’excitation électronique est alors proportionnel à la population du premier
niveau, et est donc limité par la condition EF < E2. Par conséquent, les plus
grandes valeurs du rapport 2~ΩR/Eex (où ΩR est la fréquence de Rabi et Eex
l’énergie de l’excitation électronique) sont d’environ 20 % [52, 27], comme
nous l’avons vu dans le chapitre 1.
Dans le chapitre 4, nous avons étudié la réponse optique de puits quan-
tiques fortement dopés, dont plusieurs sous-bandes sont peuplées. Nous avons
vu qu’à très haut niveau de dopage, l’interaction lumière-matière est exclusi-
vement concentrée dans une seule résonance qui associe en phase toutes les
transitions inter-sous-bandes grâce aux interactions coulombiennes. Le coeffi-
cient d’absorption de ce pic augmente de façon continue et monotone avec le
niveau de dopage dans le puits, atteignant des valeurs impossibles à obtenir
avec une seule sous-bande occupée.
On s’attend donc à obtenir des valeurs très importantes de la fréquence
de Rabi lorsqu’on insère un puits très fortement dopé, similaire à celui étudié
dans le chapitre précédent, dans une microcavité.
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Dans ce chapitre, nous allons présenter la caractérisation de deux tels sys-
tèmes, que nous avons conçus et réalisés dans le but de démontrer le couplage
ultra-fort dans le moyen infra-rouge [85]. Le premier consiste en une microca-
vité planaire similaire à celle étudiée dans le deuxième chapitre, dans laquelle
sont insérés 10 puits quantiques identiques à celui étudié dans le chapitre pré-
cédent. Nous allons voir que ce système présente un très large dédoublement
de Rabi à température ambiante.
Le deuxième système exploite un confinement plus important de la lumière
grâce à des cavités double-métal zéro-dimensionnelles. Nous obtenons une va-
leur de la fréquence de Rabi identique à celle du système précédent, avec deux
fois moins de puits.
Nous allons ensuite analyser de façon plus générale les propriétés du plas-
mon multi-sous-bande en couplage fort avec un mode de micro-cavité, en dé-
montrant la possibilité de dépasser la limite des systèmes usuels à deux niveaux
quelle que soit l’énergie de la résonance.
5.1 Plasmon multi-sous-bande en couplage
ultra-fort : description quantique
Comme nous avons pu le voir dans la partie 3.3, l’interaction d’un gaz
d’électrons bidimensionnel avec un mode de microcavité peut se décrire au
moyen de l’hamiltonien du système en interaction, exprimé dans la jauge di-
polaire. Le calcul des états propres passe d’abord par la diagonalisation de
la partie matière de cet hamiltonien, puis la prise en compte de l’interaction
entre les excitations électroniques et le mode optique.
Nous cherchons ici à décrire un système constitué d’un puits quantique
similaire à celui décrit dans le chapitre précédent, c’est-à-dire un puits très
dopé, dans le « régime coopératif » pour lequel la réponse optique hors cavité
présente une unique résonance, provenant de l’association en phase des diffé-
rentes excitations inter-sous-bandes. Le système et les interactions en jeu sont
schématisés figure 5.1.
Plaçons-nous dans la situation où N sous-bandes sont remplies, donc N
plasmons inter-sous-bandes sont en jeu. Nous notons ~ω˜α leurs énergies, ~ωPα
leurs pulsations plasma associées, et p†α leurs opérateurs de création.



































Figure 5.1 – a) schéma des plasmons inter-sous-bandes (flèches vertes) et de leurs inter-
actions entre eux (flèche noire) et avec la lumière (flèches bleues) b) schéma
des excitations du système après diagonalisation de la partie matière (flèches
rouges) et de leur interaction avec la lumière (flèches bleues) c) schéma des
modes propres du système complet : les deux flèches dégradées représentent
les polaritons.
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où Ξαβ = 12Cαβ
ωPαωPβ√
ω˜αω˜β
est la constante de couplage mutuel entre les deux
transitions α et β, avec Cαβ ≈ 1 le recouvrement entre les deux transitions
inter-sous-bandes.
Nous pouvons diagonaliser Hmat de façon à obtenir les N modes propres
indépendants (les plasmons multi-sous-bandes) d’énergies ~ΩJ , et de pulsa-
tions plasma ΩPJ , tels que Hmat =
∑
J ~ΩJP †JPJ .















PJ + P †J
)
Or dans le régime coopératif, l’un des modes (le mode « brillant ») a une
pulsation plasma beaucoup plus grande que les autres, dont l’interaction avec
la lumière est négligeable. Notons respectivement EMSP = ~ΩMSP, EP = ~ΩP
et P †MSP l’énergie de résonance, l’énergie de plasma et l’opérateur de création











PMSP + P †MSP
)
À ce stade, les autres modes peuvent être omis de l’hamiltonien complet car
leur pulsation plasma est négligeable. L’hamiltonien est alors complètement
analogue à celui du couplage ultra-fort entre une seule transition inter-sous-
bande et un mode de cavité [50] :














PMSP + P †MSP
)
(5.1)
On peut remarquer que, comme dans le cas d’une seule transition, cette
expression ne fait pas apparaître les paramètres associés aux transitions inter-
sous-bandes nues mais uniquement ceux de l’excitation habillée par les in-
teractions coulombiennes. L’origine microscopique de l’excitation matérielle
n’entre pas en compte et est transparente au couplage avec la lumière ; nous
en reparlerons par la suite.
La diagonalisation de H aboutit à l’équation aux valeurs propres sui-
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qui permet de décrire les courbes de dispersion des polaritons dans le régime
de couplage ultra-fort, lorsque
√
fwΩP ∼ ΩMSP. On aboutit à l’expression





ω2c + Ω2MSP ±
√
(Ω2MSP − ω2c )2 + (4ΩRωc)2
)
(5.3)
où 2~ΩR = ~
√
fwΩP . Ces deux courbes, visibles sur la figure 5.2, présentent
un anticroisement à la résonance ΩMSP = ωc. Le minimum de la différence
d’énergie entre les deux branches de polaritons vaut 2~ΩR, obtenu pour
Ec = ~
√
Ω2MSP − (2ΩR)2. On peut également observer l’ouverture d’un gap
photonique entre les deux branches, dont ne rendait pas compte la descrip-
tion par le régime de couplage fort, négligeant les termes quadratiques et
anti-résonants (voir l’équation 1.13 et la figure 1.5). En effet, dans la des-
cription présente, l’asymptote de la branche supérieure pour ωc  ΩMSP
(EUP → EUPmin = ~ΩMSP) est différente de celle de la branche inférieure
pour ωc  ΩMSP (ELP → ELPmax = ~
√
Ω2MSP − (2ΩR)2). Notons que l’asymp-
tote de la branche supérieure, correspondant à la limite d’une cavité infini-
ment grande, est uniquement fixée par l’énergie de l’excitation électronique
(hors cavité), alors que celle de la branche inférieure est d’autant plus basse
que le couplage avec la lumière est grand, et tend vers 0 lorsque 2~ΩR tend
vers ~ΩMSP. Dans cette limite, la branche inférieure devient horizontale et se























Figure 5.2 – dispersion des polaritons en fonction du désaccord entre le mode de cavité
et l’énergie du plasmon multi-sous-bande.
La présence du gap nécessite un recouvrement fw (déterminé par la géomé-
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trie du dispositif en cavité) ainsi qu’une pulsation plasma importants ; l’uti-
lisation d’un puits dans le régime coopératif, dans une cavité adéquate, nous
permet de réunir ces conditions.
5.2 Plasmon multi-sous-bande en cavité pla-
naire
Dans cette partie, nous présentons les caractéristiques d’un dispositif com-
portant 10 puits quantiques identiques à celui du chapitre précédent, insérés
dans une microcavité planaire conçue pour confiner la lumière dans la direction
de croissance. Il est réalisé dans le système de matériaux GaInAs/AlInAs sur
substrat InP. La croissance a été effectuée par Grégoire Beaudoin et Isabelles
Sagnes au LPN (Marcoussis, France).
5.2.1 Description de la cavité et simulation du couplage
fort
La cavité planaire, schématisée sur la figure 5.3.a, est similaire à celle
décrite dans la partie 2.1.2 : elle consiste en une couche de 120 nm d’InP dopé
4×1018 cm−3 qui constitue un miroir inférieur de bas indice optique, et d’une
couche d’or déposée en surface. Entre les deux sont insérés 10 puits quantiques
de 18.5 nm dopés 1.2× 1019 cm−3, identiques au puits étudié dans le chapitre
précédent, séparés par des barrières de 40 nm. Le profil du mode optique, à
la fréquence de résonance du puits quantique (165 meV), est représenté à la
figure 5.3.b ; il présente un recouvrement fw = 16 % avec les puits quantiques.
Nous pouvons simuler les spectres d’absorption du dispositif au moyen
du formalisme de la matrice de transfert (voir partie 2.2 pour plus de
détails). Dans un premier temps, nous effectuons ce calcul en fixant la densité
électronique dans les puits à zéro, afin de caractériser la cavité planaire.
Le résultat de cette simulation est visible à la figure 5.4.a, où l’absorption
(définie comme A = 1−R, où R est la réflectivité de la cavité) est représentée
en code de couleur en fonction de l’énergie et du vecteur d’onde du photon
incident. On peut observer la présence d’un mode confiné dispersif (le mode
TM1) ainsi que le mode d’ordre 2, beaucoup plus large car très peu confiné.
Nous pouvons ensuite effectuer la même simulation, mais avec la densité
électronique réelle, qui est de 1.2 × 1019 cm−3, ce qui correspond à une
énergie du plasmon multi-sous-bande de 165 meV. Le calcul utilise, pour
εzz(ω), l’expression numérique complète détaillée dans la partie 4.1, qui
effectue une somme le long de chacune des sous-bandes du puits, prenant









































Figure 5.3 – a) schéma du dispositif ; l’angle θ de propagation de la lumière dans le
substrat est représenté. b) profils de l’indice optique (en bleu) et du champ






























1.0 2.0 3.0 4.0
a) b)
Figure 5.4 – a) simulation de l’absorption (A = 1 − R) de la cavité planaire en échelle
de couleur, en fonction de l’énergie et du vecteur d’onde du photon inci-
dent, pour des angles compris entre θmin = 30° et θmin = 90° b) simulation
de l’absorption du dispositif complet en échelle de couleur, en fonction de
l’énergie et du vecteur d’onde du photon incident, dans le même intervalle
angulaire. On peut observer un large anticroisement à l’énergie du plasmon
multi-sous-bande.
ainsi en compte les effets de température et la non-parabolicité. En re-
vanche, la fonction diélectrique dans le plan est donnée par le modèle de
Drude, comme dans le chapitre 2. Le résultat de ce calcul est présenté
à la figure 5.4.b. On peut observer un anticroisement au voisinage de
l’énergie du plasmon multi-sous-bande EMSP ; plus précisément, la branche
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supérieure tend vers EMSP lorsque q tend vers 0, alors que la branche
inférieure tend vers une énergie plus faible pour les grandes valeurs de q.
Cette différence entre les deux asymptotes, causant l’ouverture d’un gap
photonique, est caractéristique du régime de couplage ultra-fort. Nous allons
approfondir cet aspect par la suite, une fois munis des données expérimentales.
Dans le prochain paragraphe, nous présentons le dispositif expérimental
permettant de caractériser cette structure.
5.2.2 Dispositif expérimental
Les spectres d’absorption du dispositif sont obtenus par des mesures en
transmission au travers d’échantillons montés en géométrie de guide d’onde
multi-passage, de la même façon qu’en 2.2 (voir figure 5.5). Cette géomé-
trie impose des bornes supérieure et inférieure aux angles internes de pro-
pagation accessibles par la mesure. Ces angles θmin et θmax correspondent à
un faisceau à incidence rasante sur la facette d’entrée, et dépendent de l’in-
dice optique du substrat ns et de l’angle de polissage θf selon la formule
θmin/max = θf ± arcsin(1/ns). Afin d’avoir accès à toute la zone de l’espace k
qui nous intéresse, nous avons dû réaliser trois échantillons avec trois différents
angles des facettes. Pour deux d’entre eux, les facettes d’entrée et de sortie
sont polies, respectivement à 45° et 70° par rapport au plan des couches. Celles
du troisième échantillon sont clivées, afin de présenter un angle droit par rap-
port au plan des couches. Nous avons déposé de l’or sur la totalité de leur
surface supérieure, et poli la surface inférieure. Le substrat en InP non dopé
étant transparent dans la gamme de longueurs d’onde qui nous intéresse, la
transmission au travers de ce guide d’onde est proportionnelle à la réflectivité
de l’hétérostructure.
Le dispositif expérimental utilisé pour caractériser cet échantillon est re-
présenté à la figure 2.8. Le diamètre du faisceau (1.6 cm) et la distance focale
de la lentille qui focalise le faisceau incident sur l’échantillon (9 cm) nous per-
mettent d’obtenir une résolution angulaire de 3°. Nous faisons varier l’angle
d’incidence sur la facette de l’échantillon par pas de 2° pour obtenir la dépen-
dance en θ. Comme dans le chapitre 2, les spectres sont obtenus en normalisant
les spectres mesurés en polarisation TM par ceux mesurés en TE, puis en di-
visant ce rapport par le rapport TM/TE obtenu en l’absence de l’échantillon.
Le paragraphe suivant décrit les résultats de ces mesures.






Figure 5.5 – schéma du guide d’onde multi-passage.
5.2.3 Résultats des mesures
Les spectres obtenus pour un angle de polissage de 70° sont représentés
figure 5.6. On observe clairement deux minima de transmission dont la
position en énergie dépend de l’angle de propagation ; ils correspondent
aux deux états de polaritons. Afin d’obtenir les courbes de dispersion des
polaritons, nous reportons l’énergie de ces minima en fonction du vecteur
d’onde du photon : ce sont les points gris représentés sur la figure 5.7,
que nous avons superposés au résultat de la simulation par la matrice de
transfert présentée précédemment. On peut apprécier le très bon accord
entre la simulation et les mesures. Nous obtenons directement la valeur du
dédoublement de Rabi, correspondant au minimum de la différence d’énergie
entre les deux branches. Il est de 57 meV, par conséquent le rapport entre
ce dédoublement de Rabi et l’énergie de l’excitation électronique est de 0.33,
ce qui est supérieur aux meilleures valeurs obtenues jusqu’ici dans le moyen
infra-rouge, et ce malgré un fw de seulement 16 % [52, 27].
Il est difficile d’obtenir un meilleur confinement de la lumière dans ce type
de cavité. Nous allons démontrer le couplage ultra-fort dans un autre type de
cavité, une cavité double-métal zéro-dimensionnelle, ce qui va nous permettre
d’obtenir un couplage de Rabi similaire avec deux fois moins de puits, grâce
à une diminution du volume effectif de la cavité.
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Figure 5.6 – spectres de transmission mesurés pour un angle de polissage de 70°, permet-



















Figure 5.7 – points gris : énergie des minima de transmission du dispositif en fonction du
vecteur d’onde du photon incident. La figure en code de couleur représente
l’absorption simulée en fonction de l’énergie et du vecteur d’onde du pho-
ton. Les lignes pointillées grises représentent les limites de la zone accessible
expérimentalement.
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5.3 Cavité double métal
Il est possible d’obtenir un mode optique de microcavité fortement confiné
entre un plan d’or inférieur et un réseau bidimensionnel de carrés métalliques à
la surface (voir figure 5.8). Dans ce type de cavité, il existe toujours, quelle que
soit son épaisseur, un mode TM0 dont l’énergie est inversement proportionnelle
à la taille s des plots d’or [91]. Ce mode est localisé sous les carrés d’or, en
raison de la désadaptation d’impédance engendrée par la présence de l’or en
surface, comme le montre la simulation du champ électrique à l’énergie de la
résonance pour des plots de 1 µm de côté (figure 5.9). Ces simulations ont
été réalisées à l’aide d’un programme basé sur le formalisme de la matrice de






Figure 5.8 – schéma d’un réseau de cavités double-métal zéro-dimensionnelles.
Du fait du confinement optique important, ces cavités sont propices à la
réalisation du couplage ultra-fort, obtenu en insérant des puits quantiques
entre le plan d’or inférieur et le réseau d’or en surface. Ce régime a déjà été
observé dans le térahertz [50] et dans le moyen infrarouge (dans des cavités
similaires à réseaux unidimensionnels) [52], au moyen de mesures en réflecti-
vité.
Nous présentons dans cette partie un dispositif consistant en un réseau
cavités zéro-dimensionnelles similaire au schéma de la figure 5.8, dans les-
quelles sont insérés des puits quantiques multi-sous-bandes, permettant ainsi
d’atteindre le régime de couplage ultra-fort [85]






















Figure 5.9 – simulation de la composante Ez du champ électrique.
5.3.1 Description du dispositif
La région active consiste en cinq puits quantiques de 185 Å dans le système
de matériaux GaInAs/AlInAs, avec un dopage uniforme de 1.2 × 1019 cm−3
dans le puits. Ces puits sont identiques à ceux étudiés dans le chapitre 4 et
en 5.2. Rappelons qu’un tel puits possède un niveau de Fermi proche de la
cinquième sous-bande et présente une réponse optique concentrée dans un
unique pic étroit aux environs de 165 meV, associée à l’absorption par le
plasmon multi-sous-bande. La croissance a été effectuée par Grégoire Beaudoin
et Isabelle Sagnes, du LPN (Marcoussis)
Ces cinq puits sont insérés dans des cavités double-métal dont les plots d’or
ont été réalisés en différentes tailles (entre 0.2 µm et 1.3 µm), afin d’obtenir
différentes énergies du mode de cavité autour de la résonance. La distance
entre les plots d’or est de 2 µm dans les deux directions. La réalisation des
cavités consiste à déposer de l’or sur le substrat comportant la région active,
puis à le reporter sur un autre substrat également recouvert d’or. Un polissage
mécanique et une gravure chimique permettent le retrait du premier substrat
afin de ne conserver que la région active. On y réalise alors les réseaux d’or
par lithographie électronique, afin d’obtenir des tailles pouvant aller jusqu’à
200 nm. Ces étapes de fabrication ont été effectuées par Chéryl Feuillet-Palma,
de notre laboratoire. Une image réalisée au microscope électronique à balayage
est visible en figure 5.10, en fausses couleurs.
Un échantillon témoin sans électrons dans les puits a également été réalisé,
afin d’extraire l’énergie du mode de cavité hors régime de couplage fort.
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Figure 5.10 – image réalisée au microscope électronique à balayage, pour le dispositif de
cavités de 0.5 µm de côté.
5.3.2 Résultats expérimentaux
Nous avons effectué des mesures de réflectivité sur les deux échantillons,
pour chacune des différentes tailles de cavités, à 77 K et à 300 K, au moyen du
dispositif expérimental représenté à la figure 5.11. L’angle d’incidence de la
lumière par rapport au plan des couches est de 10°. Les spectres sont mesurés
au moyen d’un détecteur pyroélectrique DTGS (sulfate de triglycine deutéré)
et sont normalisés par un spectre de réflexion sur un plan d’or uniforme. Les
mesures sur l’échantillon témoin ont permis d’extraire l’énergie du mode de
cavité pour chacune des valeurs de s. Le résultat de ces mesures est représenté
à la figure 5.12. L’énergie du mode de cavité est inversement proportionnel à la
taille de la cavité, conformément à ce qui est attendu [91]. On peut également
en déduire la valeur de l’indice effectif du mode, qui varie entre 3.5 (à 60 meV)
et 5 (à 250 meV). Les spectres mesurés sur l’échantillon contenant les puits
dopés sont représentés à la figure 5.13 pour différentes tailles de cavité. On
peut observer deux minima de réflectivité dont les énergies dépendent de la
taille de la cavité : ils proviennent de l’absorption par les états de polaritons,
issus du couplage fort entre l’excitation électronique collective et le mode TM0
de la cavité. Il y a également des modes optiques d’ordre supérieur à plus haute
énergie.
Nous pouvons reporter ces minima de réflectivité en fonction de l’énergie
du mode de cavité, extraite de l’échantillon témoin. Nous obtenons la disper-
sion des polaritons, visible à la figure 5.14. On y voit clairement l’anticroise-
ment entre les deux branches au voisinage de la résonance. On peut déduire
le dédoublement de Rabi du minimum de leur différence d’énergie, qui vaut
57 meV à 300 K, 58 meV à 77 K. Cette faible variation entre la température
de l’azote liquide et la température ambiante est liée à la robustesse de l’ex-
citation collective lorsque la température augmente : en effet, la température
redistribue les électrons entre les sous-bandes qui participent toutes à l’exci-
tation collective, de façon similaire à un puits parabolique [51]. La valeur du
dédoublement de Rabi obtenue dans ce dispositif avec seulement cinq puits







Figure 5.11 – schéma du dispositif expérimental utilisé pour réaliser les mesures de ré-
flectivité.












Figure 5.12 – énergie du mode de cavité, correspondant au minimum de réflectivité sur
l’échantillon témoin, représenté en fonction de l’inverse de la largeur des
carrés d’or constituant le réseau.
quantiques est quasiment égale à celle obtenue dans le dispositif précédent,
avec dix puits quantiques.
Par conséquent, la valeur du dédoublement de Rabi est suffisante pour nous
permettre d’observer l’ouverture d’un gap photonique, d’environ 15 meV. La
courbe de dispersion des polaritons calculée à l’aide de la formule 5.3 est
montrée dans la figure 5.14 (tirets noirs) et est en accord remarquable avec
les données expérimentales.
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Figure 5.13 – spectres de réflectivité du dispositif mesurés à 300 K pour différentes lar-
geurs de cavités. Les spectres sont décalés verticalement pour plus de lisibi-
lité.
La valeur de fw déduite du dédoublement de Rabi et de la fréquence
plasma du gaz bidimensionnel est de 17 %. Cette valeur, en bon accord avec
les simulations utilisant le formalisme de la matrice de diffusion, est bien
inférieure à la valeur à laquelle on s’attendrait (37 %) si le mode photonique
était complètement confiné sous les plots d’or, en présentant un profil
constant dans l’axe de croissance. Le rapport 2~ΩR/EMSP pourrait donc être
amélioré en optimisant la cavité, par exemple en modifiant l’épaisseur de la
cavité ou en gravant le semi-conducteur entre les plots d’or, mais également
en augmentant le rapport entre la largeur des puits et celle des barrières. La
valeur maximale atteignable pour le rapport 2~ΩR/EMSP fait l’objet d’une
discussion dans la partie 5.5.
Nous avons donc démontré la possibilité d’entrer dans le régime de cou-
plage ultra-fort entre le plasmon multi-sous-bande d’un puits quantique très
dopé et un mode de micro-cavité. Cette situation nous a permis d’atteindre un
rapport entre le dédoublement de Rabi et l’énergie de l’excitation électronique
plus élevé que dans les meilleurs dispositifs utilisant des puits quantiques avec
une seule sous-bande remplie. La suite de ce chapitre sera l’objet d’une dis-
cussion, éclairée par les résultats précédents, sur le couplage ultra-fort et ses
limites théoriques dans le cas des puits quantiques usuels (tels que EF < E2)
et des puits multi-sous-bandes. Nous allons notament démontrer que le cou-
plage ultra-fort entre un plasmon multi-sous-bande et un mode de micro-cavité
peut être amené arbitrairement près de la limite théorique, ce qui n’est pas
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Figure 5.14 – minima de réflectivité à 300 K en fonction de l’énergie du mode de cavité.
Les lignes pointillées représentent l’ajustement avec la formule 5.3.
le cas des systèmes usuels à deux niveaux, particulièrement dans le moyen
infra-rouge.
5.4 Couplage fort ou ultra-fort ?
Historiquement, la condition de résonance entre une excitation inter-sous-
bande (pour une sous-bande remplie) et un mode de cavité a été définie comme
étant ω12 = ωc [22], de la même façon que pour un système à deux niveaux en
cavité. Le rapport 2~ΩR/E12 a été introduit dans la littérature [22, 50, 81, 27]
comme facteur de mérite du couplage fort. En effet, le passage du régime de
coulage fort au couplage ultra-fort est étudié en traçant les énergies des pola-
ritons à la « résonance » ω12 = ωc en fonction de ce rapport, comme montré
dans la figure 5.15. Il est montré que ces énergies EUP et ELP présentent une
non-linéarité, conséquence du fait que les termes anti-résonants et quadra-
tiques ne peuvent plus être négligés : EUP et ELP se décalent vers les hautes
énergies par rapport à leurs tangentes à l’origine (qui décrivent le régime de
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Figure 5.15 – a) figure extraite de la référence [22] qui démontre les dépendances non-
linéaires des énergies des polaritons à mesure que le couplage augmente. b)
figure extraite de [81], qui montre explicitement l’augmentation du désaccord
entre Eex = ~ω˜α et ωc à mesure que la charge augmente.
couplage fort), à mesure que le couplage augmente via une diminution de
l’énergie de la transition ou une augmentation de la charge dans le puits (voir
figure 5.15). Cette dernière situation est celle qui a été réalisée expérimenta-
lement dans [50] où la température contrôle la différence de population entre
les deux premiers niveaux d’un puits quantique en micro-cavité. C’est donc
la non-linéarité des énergies des polaritons en fonction du rapport 2~ΩR/E12
qui est considérée comme caractéristique du couplage ultra-fort.
Or, pour des densités de charge importantes, nous avons vu que l’excitation
électronique qui interagit avec la lumière est une excitation collective d’énergie
Eex qui, dans le cas d’une seule sous-bande occupée, vaut ~ω˜12 (différente de
~ω12 dans le cas général) et pour plusieurs sous-bandes occupées vaut EMSP.
La façon générale dont nous pouvons définir la condition de résonance est alors
Eex = ~ωc soit, dans le cas d’un système à deux niveaux, ω˜12 = ωc (et non
ω12 = ωc). La variable qui fait sens pour mesurer l’intensité du couplage est
alors 2~ΩR/Eex, qui, dans le cas d’un système à deux niveaux, vaut 2ΩR/ω˜12.
Connaissant l’énergie de l’excitation électronique, il est possible de l’ame-
ner à résonance avec un mode de microcavité, nous donnant la condition
Eex = ~ωc. Il est alors intéressant de connaître les énergies des polaritons
lorsqu’on augmente le couplage lumière-matière, en optimisant le recouvre-
ment entre le mode de cavité et les puits quantiques en vertu de la relation
2~ΩR = EP
√
fw ; on peut pour cela diminuer l’épaisseur effective de la cavité
ou bien augmenter le nombre de puits quantiques). Dans cette situation de
résonance, nous avons, d’après l’équation 5.3 :
E2UP/LP = Eex (Eex ± 2~ΩR) (5.4)
et les coefficients de Hopfield sont tous égaux à 1/2. La figure 5.16.a repré-
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sente EUP et ELP en fonction du rapport 2~ΩR/Eex, dans le cas du couplage
fort (qui représente les asymptotes pour 2~ΩR/Eex → 0, calculées avec la
formule 1.13 et représentées avec des lignes rouges) et du couplage ultra-fort,
représenté avec des lignes bleues. On peut voir qu’en régime de couplage ultra-
fort, EUP s’écarte très légèrement de la valeur obtenue en couplage fort, en
présentant une énergie légèrement inférieure, jusqu’à la valeur
√
2Eex. En re-
vanche, ELP présente une très forte non-linéarité pour 2~ΩR/Eex → 1, et
tend vers 0 avec une dérivée infinie, à la façon d’une transition de phase. Les
comportements différents des deux branches quand le couplage à la lumière
augmente peuvent être compris en regardant les asymptotes horizontales des
courbes de dispersion. En effet, celle de la branche supérieure est fixée à Eex
alors que l’asymptote de la branche inférieure vaut
√
E2ex − (2~ΩR)2 et dépend
donc du couplage. La figure 5.16.b montre les courbes de dispersion des po-
laritons pour plusieurs valeurs de 2~ΩR. La ligne verticale permet de repérer




















2 a)b) 2~ΩR = 0.50Eex2~ΩR = 0.85Eex2~ΩR = 0.98Eex
E c
Figure 5.16 – a) énergie des polaritons en fonction du couplage de Rabi normalisé à
l’énergie de l’excitation électronique, dans le cas du couplage fort (courbes
rouges) et ultra-fort (courbes bleues). Les courbes rouges correspondent aux
tangentes à l’origine des bleues. La ligne pointillée verte correspond à la
situation des deux dispositifs étudiés en 5.2 et 5.3, et la ligne pointillée
orange correspond au dispositif InAs/AlSb en cours de caractérisation. b)
courbes de dispersion des polaritons calculées pour différentes valeurs de
2~ΩR (lignes pleines bleues, rouges et vertes) et leurs asymptotes respectives
(lignes tiretées) en fonction du désaccord.
Les deux structures étudiées expérimentalement dans les parties 5.2 et 5.3
ont permis d’obtenir un ratio 2~ΩR/EMSP de 0.33 (ligne pointillée verte sur la
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figure 5.16). Pour cette valeur, les énergies des polaritons sont déjà différentes
de celles qu’on aurait obtenu en régime de couplage fort, même si la déviation
est seulement de 1.6 %. La principale raison en est la valeur relativement faible
du facteur de recouvrement (fw = 0.16). La caractérisation d’une structure
permettant d’obtenir des plus grands recouvrements est en cours. Cette struc-
ture consiste en trois puits quantiques de 250 Å dans le système de matériaux
InAs/AlSb, ayant une discontinuité de bande de conduction plus grande, ce
qui permet d’utiliser des barrières plus étroites pour obtenir un fw plus im-
portant. Le puits est dopé uniformément à hauteur de 1.15 × 1019 cm−3, ce
qui lui confère une énergie de plasma de 153 meV pour une énergie de réso-
nance de EMSP = 173 meV. Le rapport entre la largeur du puits et celle des
barrières est de 5, ce qui permettrait d’obtenir, dans une cavité double-métal
idéale, un dédoublement de Rabi de 137 meV. Ceci correspond à un rapport
2~Ω/EMSP = 0.79 (ligne pointillée orange sur la figure 5.16), bien au-dessus
de toutes les valeurs atteintes jusqu’à présent dans le moyen infra-rouge et le
domaine térahertz. La valeur de ce rapport devrait être stable avec la tem-
pérature, comme discuté dans la section 5.3.2. La dispersion polaritonique
devrait présenter un gap de 95 meV et une déviation importante par rapport
aux asymptotes correspondant au couplage fort.
Un autre moyen que nous sommes en train de développer est d’utiliser
un seul puits très large occupant presque toute la cavité, nous affranchissant
de l’épaisseur « perdue » à cause de la présence des barrières. Dans cette
condition, un très grand nombre de sous-bandes peuvent être remplies, et on
peut obtenir des valeurs de 2~ΩR/EMSP très proches de 1, comme discuté dans
la partie 5.5. Cela nous permet de repousser à loisir la résonance polaritonique
inférieure vers les basses énergies ; on obtient ainsi une résonance fortement
absorbante dans une région spectrale où l’absorptivité des excitations inter-
sous-bandes est limitée par la densité de charge.
Pour un gaz bidimensionnel d’électrons en micro-cavité, il n’est pas pos-
sible d’envisager 2~ΩR/Eex > 1. En effet, le dédoublement de Rabi est relié à la
fréquence plasma de l’excitation électronique par la formule 2~ΩR = EP
√
fw.
Le facteur de mérite du couplage lumière-matière vaut donc 2~ΩR/Eex =
EP
√
fw/Eex. Comme Eex > EP et fw 6 1 , on trouve donc 2~ΩR/Eex 6 1.
Il y a donc une borne supérieure pour l’énergie de couplage, compatible avec
le no-go theorem pour les gaz d’électrons en couplage fort avec un mode de
micro-cavité [92]. Dans la partie suivante, nous allons étudier la possibilité
de s’approcher de cette limite théorique au moyen d’un puits quantique usuel
avec une seule sous-bande remplie, puis d’un puits quantique très dopé afin
de démontrer clairement les nouvelles possibilités offertes par l’association de
plusieurs sous-bandes dans le régime coopératif.
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5.5 Valeur limite de couplage : comparaison
entre plasmon inter-sous-bande et multi-
sous-bande
Dans cette partie, nous allons discuter les valeurs limites de l’énergie de
couplage entre un gaz bidimensionnel d’électrons et un mode de cavité. Nous
allons ici établir un facteur de mérite intrinsèque à l’excitation électronique,
mesurant sa capacité à s’approcher de la limite maximale du couplage ultra-
fort (2~ΩRmax = Eex) lorsqu’il est inséré dans une micro-cavité optimale.
Nous comparerons les valeurs du facteur de mérite dans les cas d’un puits
quantique avec une sous-bande optimalement peuplée (c’est-à-dire de telle
sorte que EF = E2) et dans le cas du plasmon multi-sous-bande.
Pour que le facteur de mérite soit propre à l’excitation électronique et in-
dépendant de la géométrie de la cavité, on le définit commem = EP/Eex. Cela
revient à considérer le recouvrement optimal que l’on peut obtenir idéalement,
c’est-à-dire 1, correspondant à la situation dans laquelle le puits quantique
remplit totalement la cavité.
Remarquons que la définition de m découle directement du caractère col-
lectif de l’excitation inter-sous-bande, et représente le poids de l’énergie de
plasma dans l’énergie à laquelle le système interagit avec la lumière. Avec cette
définition, le dédoublement de Rabi s’écrit simplement 2~ΩR = m
√
fwEex.
Les énergies des polaritons à la résonance prennent la forme suivante :
EUP/LP = Eex
√
1±√fwm. On peut également noter que l’amplitude d’ab-
sorption du puits hors cavité est alors proportionnelle à (mEex)2.
Nous avons vu, dans la partie 5.1, que les deux asymptotes des branches
polaritoniques sont les suivantes : EUPmin = Eex et ELPmax =
√
E2ex − fwE2P ,
que l’on peut réécrire ELPmax = Eex
√
1− fwm2. Par conséquent, ELPmax tend
vers 0 lorsque le recouvrement et le facteur de mérite tendent simultanément
vers 1.
Il n’y a aucune limite conceptuelle qui empêche de pouvoir faire tendre le
recouvrement fw vers 1, étant donné que fw représente le pourcentage du vo-
lume de la cavité occupé par le puits quantique. En revanche, ce n’est pas vrai
pour le facteur m. Nous allons voir en effet qu’il est borné pour les systèmes
usuels à deux niveaux, et que notre système de puits quantique multi-sous-
bande permet de dépasser cette limite et de se rapprocher de 1.
5.5.1 Puits quantique à deux niveaux
À titre de référence, et afin d’estimer ce que nous gagnons en utilisant des
systèmes avec plusieurs sous-bandes occupées, nous allons calculer le facteurm
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dans le cas idéal d’un puits quantique à deux sous-bandes paraboliques véri-
fiant EF = E2, c’est-à-dire peuplé de façon optimale, à 0 K (voir figure 5.17).
Cette situation définit la borne supérieure du facteur de mérite m d’un puits
quantique à une sous-bande occupée. Les systèmes réels s’en éloignent, no-
tamment parce que que le niveau de Fermi nominal se trouve en réalité entre
les niveaux 1 et 2 afin d’avoir une marge permettant de prendre en compte
l’incertitude du niveau de dopage réel, ainsi que d’avoir une certaine stabilité
















Figure 5.17 – a) diagramme de bandes schématique d’un puits à deux niveaux optimale-
ment peuplé, b) schéma des courbes de dispersion et c) allure de la densité
d’états d’un tel puits.
Dans le cas d’un puits quantique à deux niveaux, le facteur de mérite vaut
m = ωP/
√
ω212 + ω2P . En considérant le cas d’un puits infini de largeur L, nous
avons ~ω12 =
3pi2~2
2m∗L2 . Le nombre d’électrons dans le puits sera alors
Ns = ρ2D × (E2 − E1) = m
∗
pi~2
× ~ω12 = 3pi2L2
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qui est toujours inférieur à 1, et ce d’autant plus que la largeur du puits sera
faible. La dépendance vis-à-vis du matériau est donnée par m∗ et εs.
Plutôt que de tracer ce résultat en fonction de la largeur du puits, il est
plus pertinent de le représenter en fonction de l’énergie de la résonance inter-
sous-bande associée (soit E˜12). La figure 5.18 le montre pour trois systèmes
de matériaux usuels (GaAs, GaInAs et InAs). Nous voyons qu’il tend vers 0
pour les grandes énergies et vers 1 pour les faibles énergies ; à énergie fixée,
on atteint des valeurs plus importantes pour une plus grande masse effective.
Ceci peut paraître contre-intuitif, car à E˜12 constant, le couplage à la lumière
par électron est plus important lorsque la masse effective est plus faible, mais
le nombre d’électrons imposé par la condition EF = E2 est plus grand pour
les valeurs de m∗ élevées.
Dans notre domaine de longueurs d’ondes, la valeur de m se situe entre
0.4 et 0.6 ; notons qu’il s’agit d’une limite conceptuelle et que la valeur cor-
respondant à un système réel sera en-deçà. Pour le GaInAs, nous le calculons
également numériquement au moyen d’un modèle k ·p à trois bandes, afin de
pouvoir prendre en compte la hauteur finie des barrières et la non-parabolicité
(croix vertes sur la figure 5.18). Nous voyons que cela a peu d’influence sur la
valeur de m.
À titre d’exemple, nous pouvons calculer le facteur de mérite des meilleurs
systèmes à deux niveaux en couplage ultra-fort dans le moyen infra-rouge.
Dans la référence [52], il vaut 35 % à 300 K et 38 % à 77 K. Dans [27], le puits
GaAs caractérisé à 300 K atteint m = 45 %.
5.5.2 Plasmon multi-sous-bande
Dans le cas du plasmon multi-sous-bande, nous avonsm = ΩP/ΩMSP. Nous
avons vu au chapitre précédent que nous pouvons calculer numériquement la
pulsation plasma effective du plasmon multi-sous-bande, dont le carré s’ex-
prime comme la somme des pulsations plasma au carré de toutes les transitions
inter-sous-bandes du système non couplé (voir partie 4.1). Nous rappelons ici








Sur la figure 5.19, m est tracé en fonction de l’énergie de l’excitation EMSP
(qui elle-même dépend du dopage) dans le moyen infra-rouge, pour le puits
en GaInAs de 185 Å étudié précédemment, mais également pour d’autres
largeurs de puits dans le même système de matériaux (courbes bleues). Les
valeurs remarquables de la densité électronique sont repérées par les courbes
rouges. Nous voyons que pour chacun des puits, m est toujours supérieur à
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Figure 5.18 – facteur de mérite d’un puits à deux niveaux optimalement peuplé (EF = E2
à 0 K), calculé d’après la formule 5.5 pour trois systèmes de matériaux usuels
(la partie pointillée est au-delà de la hauteur de barrière et n’a donc pas de
réalité physique). Les croix vertes représentent un calcul numérique pour le
matériaux GaInAs, prenant en compte la non-parabolicité. Les valeurs de εs
retenues sont les suivantes : 10.75 pour GaAs, 11.96 pour GaInAs et 11.52
pour InAs. L’étoile et le cercle représentent respectivement les puits GaAs
des références [27] et [52]
la valeur maximale obtenue avec une seule sous-bande occupée (calculée dans
le paragraphe précédent), et tend vers 1 lorsque le dopage, donc l’énergie du
pic, augmente. Il est très clair que les systèmes multi-sous-bandes permettent
d’accéder à la zone précédemment inaccessible, comprise entre la valeur limite
atteignable avec un puits à deux niveaux et la valeur idéale 1. La largeur du
puits et le dopage sont les deux degrés de liberté disponibles pour réaliser une
ingénierie du plasmon multi-sous-bande. Dans cette optique, la figure 5.19
peut être vue comme un abaque nous permettant de relier les deux degrés de
liberté offerts par la conception aux deux propriétés caractérisant le plasmon
multi-sous-bande, soit EMSP et m.
On peut noter que, quelle que soit la valeur de EMSP, m tend vers la


















































































Figure 5.19 – facteur de mérite calculé pour différentes largeurs de puits GaInAs/AlInAs,
à différents dopages, tracé en fonction de l’énergie de la résonance (courbes
bleues). Les courbes rouges repèrent les principaux niveaux de dopage vo-
lumique. La courbe grise représente la limite d’un puits à deux niveaux
optimalement peuplé (EF = E2), calculé d’après la formule 5.5 et les croix
grises représentent le calcul numérique de cette même limite, en prenant en
compte la non-parabolicité.
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valeur 1 au prix de l’augmentation de la largeur du puits. Il n’y a donc plus
aucune limite conceptuelle à l’atteinte de cette valeur idéale, quelle que soit
l’énergie de résonance considérée : on atteint la valeur voulue en choisissant
correctement la largeur du puits et le dopage.
L’annexe B présente un calcul permettant d’obtenir une expression ana-
lytique de EMSP en fonction des énergies et fréquences plasma des transitions
inter-sous-bandes nues. Elle permet d’obtenir une expression simple dem dans






où L∗ est une constante dépendant uniquement du matériau, L la largeur du
puits quantique et N le nombre de sous-bandes remplies. On voit clairement
dans cette expression que m tend vers 1 lorsque N ou L augmentent.
Dans le cas d’un puits GaInAs/AlInAs de 185 Å, pour le niveau de
dopage correspondant au système expérimental du chapitre 4 et des parties
5.2 et 5.3, nous obtenons une valeur de m de 84 %. Nous pouvons comparer
cette valeur avec la valeur expérimentale obtenue dans le dispositif en cavité
planaire décrit dans la partie 5.2 grâce à la mesure du dédoublement de
Rabi. Dans ce dispositif, le rapport 2~ΩR/Eex vaut 0.33, et nous avons un
recouvrement de 16 % entre le mode optique et les puits quantiques. On en
déduit mMSP = 0.82, ce qui est d’une part en très bon accord avec la valeur
calculée théoriquement et d’autre part bien supérieur à la limite théorique
d’un système à deux niveaux idéal (EF = E2 à 0 K sans non-parabolicité)
qui est de 0.52 à cette longueur d’onde.
Lorsque la largeur du puits tend vers l’infini, on s’attend à retrouver un
plasma tridimensionnel, pour lequel m = 1. Dans le cas d’un puits infini à
sous-bandes paraboliques, on peut retrouver ce résultat analytiquement. En








2m∗L2 et Si,i+1 =
L(1 + 2i+ 2i2)
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Or 1+2i+2i21+2i ∼+∞ i. Sachant










où L est la largeur réelle du puits quantique, et Nv le dopage volumique.
Nous le vérifions également avec notre modèle numérique : lorsqu’on
augmente la largeur ou le niveau de dopage, ΩP tend vers Ω3DP , et EMSP
également, donc m tend vers 1 (voir figure 5.19). On peut également le voir
en comparant l’énergie de la résonance d’absorption d’un puits de 185 Å tel
que présentée sur la figure 4.8, mais également de puits plus larges, à l’énergie
d’un plasma tridimensionnel pour le même dopage. Cette comparaison est
effectuée sur la figure 5.20. On voit que l’énergie du plasmon multi-sous-bande
est toujours supérieure à l’énergie de plasma 3D, et que leur rapport tend



















Figure 5.20 – courbes bleue, rouge et verte) : énergie du maximum d’absorption de trois
puits en GaInAs/AlInAs de trois largeurs différentes, en fonction de la den-
sité de charge. Courbe violette : énergie du plasma tridimensionnel corres-
pondant au même dopage.
Ce que le modèle ne prend en compte que de façon phénoménologique,
c’est l’élargissement de la raie. Or, dans le cas d’un plasma 3D, la largeur
de raie est beaucoup plus importante que dans les systèmes bidimensionnels.
1.
∑
i(Ni−Ni+1)i = (N1−N2)+2(N2−N3)+3(N3−N4)+... = N1+N2+N3+... = Ntot
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Il est donc important de déterminer jusqu’à quelle largeur de puits la raie
d’absorption hérite des propriétés bidimensionnelles du gaz d’électrons.
Afin de déterminer expérimentalement l’influence de la largeur du puits
sur la forme de la raie d’absorption, nous avons réalisé des échantillons dans
le système de matériaux GaInas/AlInAs, comportant n puits de largeur L/n
(pour maintenir la largeur totale constante), avec un même niveau de dopage
(ainsi l’amplitude du pic d’absorption reste identique, et sa position varie peu,
dès lors que suffisamment de sous-bandes sont remplies). Nous avons choisi
n = 8 et L = 8 × 185 Å. Le niveau de dopage est d’environ 8 × 1018 cm−3 ;
ainsi le puits le plus large comporte une trentaine de sous-bandes occupées.
La réponse optique a été mesurée en transmission à l’angle de Brewster. Les
résultats des mesures à 77 K correspondent aux courbes en traits pleins sur
la figure 5.21. Les points correspondent aux simulations : il est intéressant de
constater que notre modèle permet de reproduire simultanément l’énergie et
l’amplitude d’absorption des pics (en tenant compte de l’angle de propagation
de la lumière dans l’échantillon). La valeur maximale de l’absorption est
d’environ 0.3 pour les quatre échantillons, ce qui correspond à un coefficient
d’absorption d’environ 2 × 106 cm−1. La valeur de ∆E/E, où ∆E est la
largeur à mi-hauteur extraite des données expérimentales, est représentée sur
la figure 5.22. Elle prend des valeurs comprises entre 5 % et 7 % selon la
largeur du puits. On peut également vérifier que l’absorption mesurée respecte
les règles de sélection des transitions inter-sous-bandes et n’est visible qu’en
polarisation TM. La réponse optique du système présente donc une unique
raie d’absorption étroite pour des largeurs allant jusqu’à 150 nm, qui peut
toujours être décrite comme un ensemble de transitions inter-sous-bandes
couplées par les interactions de Coulomb.
En conclusion, nous avons montré que les systèmes usuels à deux niveaux
présentent une valeur limite de leur énergie de couplage avec la lumière, qui
dépend de la fréquence de résonance. Les systèmes multi-sous-bandes per-
mettent d’aller au-delà et de se rapprocher arbitrairement près de la limite
théorique du couplage ultra-fort, en augmentant la largeur du puits ou le
niveau de dopage, tout en gardant une faible largeur à mi-hauteur.

















Figure 5.21 – courbes en traits pleins : spectres d’absorption à 77 K de n puits de largeur
L/n, avec n ∈ {1, 2, 4, 8}, mesurés à l’angle de Brewster. Courbes pointillées :













Figure 5.22 – largeur à mi-hauteur normalisée par l’énergie du pic, pour les différents
échantillons de n puits de largeur L/n, à 300 K (disques bleus) et à 77 K
(carrés rouges).
5.6 Les états noirs
Jusqu’à présent, nous nous sommes principalement intéressés à la seule
combinaison linéaire d’excitations inter-sous-bandes couplée à la lumière. Les
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N−1 autres n’interagissent pas avec la lumière (et de ce fait n’apparaissent pas
dans l’hamiltonien 5.1) mais participent pleinement au transport électronique ;
ce sont les états noirs (dark states) [56]. Dans le cas d’une seule sous-bande
occupée, les interactions coulombiennes lèvent la dégénérescence entre le plas-
mon inter-sous-bande, à l’énergie ~ω˜12, et les états noirs, à l’énergie ~ω12, mais
ces deux quantités restent habituellement proches (voir figure 5.23.a). Dans le
cas du couplage fort avec la lumière, les états noirs peuvent se trouver entre












































Figure 5.23 – a) diagramme d’énergie d’un puits ayant une sous-bande peuplée et b) d’un
puits à quatre sous-bandes peuplées. Dans chacun des deux diagrammes, la
flèche simple représente la prise en compte des interactions coulombiennes
dans chaque sous-bande, menant aux plasmons inter-sous-bandes, la flèche
double symbolise le cas échéant le couplage entre les plasmons inter-sous-
bandes, et les pointillés représentent l’interaction lumière-matière.
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La réalisation d’une injection électrique sélective dans les états de
polaritons doit donc passer par une bonne séparation entre l’énergie des états
noirs et celles des polaritons. L’augmentation du dédoublement de Rabi, donc
l’atteinte du régime de couplage ultra-fort, est un bon moyen d’améliorer
cette séparation.
La situation du couplage ultra-fort avec un plasmon multi-sous-bande est
assez différente et, en cela, d’autant plus intéressante. Considérons une si-
tuation similaire au puits quantique de 185 Å étudié expérimentalement. La
figure 5.23.b schématise les énergies des excitations de ce système. Sans cou-
plage coulombien, nous avons quatre ensembles d’états électroniques aux éner-
gies des transitions inter-sous-bandes du système. Le nombre des états associés
à la transition i → i + 1 est égal à la différence de population entre les sous-
bandes i et i+ 1, noté ∆ni. La prise en compte de l’interaction coulombienne
entre les électrons d’une même sous-bande nous donne donc quatre ensembles
de ∆ni états noirs qui se trouvent à l’énergie des quatre transitions inter-sous-
bandes nues, c’est-à-dire en-dessous de 110 meV ; nous avons également quatre
plasmons inter-sous-bandes, dont le couplage mutuel via les forces de Coulomb
permettent d’obtenir un seul état brillant à haute énergie (≈ 165 meV) qui
se couple avec la lumière. Les trois autres, les « plasmons multi-sous-bandes
noirs », ont une énergie beaucoup plus faible, sous les 100 meV.
Dans cette situation nouvelle, les états noirs ont une énergie complètement
différente de l’énergie de résonance. Ils ne sont pas au voisinage de l’anticroise-
ment, contrairement aux systèmes usuels, ce qui offre de nouvelles possibilités
pour les structures électroluminescentes fonctionnant dans le régime de cou-
plage ultra-fort lumière-matière.
5.7 Conclusion
Nous avons démontré qu’en insérant des puits fortement dopés dans une
microcavité planaire, il est possible d’atteindre le couplage ultra-fort entre le
plasmon multi-sous-bande et un mode photonique.
Nous avons observé ce régime dans deux dispositifs, le premier compre-
nant dix puits insérés dans une microcavité planaire métal-diélectrique, le
second comportant cinq puits insérés dans une cavité double-métal zéro-
dimensionnelle. Ces deux dispositifs ont permis d’atteindre un rapport entre le
dédoublement de Rabi et l’énergie de l’excitation électronique de 0.33 jusqu’à
température ambiante.
Cette possibilité nous a été offerte par le fait que les systèmes de puits
quantiques très dopés en régime coopératif permettent de dépasser la limite
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des systèmes usuels à deux niveaux qui doivent avoir leur énergie de Fermi
sous le niveau 2. En effet, en rajoutant comme degré de liberté le nombre de
sous-bandes occupées, il est possible de s’approcher arbitrairement près de la
limite absolue où l’énergie de l’excitation électronique et le dédoublement de
Rabi sont égales.
Ce sont donc les meilleurs candidats pour la conception et la réalisation de
dispositifs fonctionnant dans le régime de couplage ultra-fort lumière-matière
dans le moyen infra-rouge.

Conclusion et perspectives
Ces travaux de thèse se sont inscrit dans le thème du couplage fort
lumière-matière dans les dispositifs inter-sous-bandes. Ils ont permis de
démontrer de nouveaux dispositifs électroluminescents élargissant la gamme
de possibilités existant jusqu’alors (chapitre 2), de démontrer un nouveau
moyen de tirer profit des interactions dipôle-dipôle dans les puits quantiques
dopés (chapitre 3) afin d’obtenir un nouveau type d’excitation électronique
composite interagissant fortement avec la lumière (chapitre 4) qui permet
de repousser les limites du couplage ultra-fort dans le moyen infra-rouge
(chapitre 5).
Dans le deuxième chapitre, nous avons présenté la caractérisation d’un dis-
positif à cascade quantique en cavité planaire fonctionnant dans le régime de
couplage fort lumière-matière, qui présente un degré de complexité plus im-
portant que les dispositifs existants. Sa caractérisation a permis de démontrer
une injection résonante dans la branche polaritonique supérieure, accordable
en tension, avec relaxation vers la branche inférieure par émission de pho-
non optique, mécanisme qui pourrait être exploité pour réaliser de l’émission
stimulée de polaritons.
Une estimation du facteur d’occupation des branches de polaritons nous
a permis de montrer que l’injection électrique permet d’obtenir une popula-
tion à moins d’un ordre de grandeur de ce qui est nécessaire pour obtenir de
l’émission stimulée. Cela nous a également permis d’évaluer le temps de diffu-
sion polariton-phonon, comparable au temps de vie radiatif des polaritons, et
l’efficacité quantique du dispositif, qui est supérieure à celle d’une structure
similaire hors cavité.
Nous avons présenté un modèle microscopique qui, même s’il ne suffit pas
à expliquer l’efficacité de ce processus de diffusion, peut servir de modèle de
base pour une compréhension plus approfondie des interactions.
Le troisième chapitre a présenté l’étude générale de puits quantiques ayant
deux sous-bandes occupées. Nous avons démontré théoriquement, au moyen
d’un modèle semi-classique et d’un modèle quantique, que leur réponse op-
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tique est fortement modifiée par les interaction coulombiennes, qui couplent
les plasmons inter-sous-bandes. La conséquence principale en est une redistri-
bution des amplitudes d’absorption au profit du pic de plus haute énergie.
Nous l’avons vérifié expérimentalement, au moyen d’un dispositif permet-
tant d’appliquer une tension de grille à un unique puits quantique GaAs/
AlGaAs dont nous avons caractérisé la réponse optique au moyen de mesures
d’absorption.
La conséquence la plus intéressante de cette étude est que pour les fortes
densités électroniques, l’interaction lumière-matière se trouve progressivement
entièrement concentrée dans le pic à haute énergie.
L’étude de cette situation extrême a été l’objet du quatrième chapitre. En
utilisant un modèle semi-classique, nous avons démontré que dans un puits
quantique très dopé, l’interaction avec la lumière est concentrée dans une seule
résonance, indépendamment du nombre de sous-bandes remplies. Le système
est alors dans un régime coopératif, dominé par les interactions coulombiennes,
dans lequel un seul mode collectif, le plasmon multi-sous-bandes, interagit avec
la lumière.
Ce plasmon multi-sous-bande a été observé expérimentalement dans un
puits quantique en GaInAs/AlInAs très dopé. Il présente une faible largeur à
mi-hauteur et une énergie très différente de celles des transitions inter-sous-
bandes nues, qui sont rendues transparentes.
De plus, nous avons observé l’émission radiative de ce mode collectif
lorsqu’il est excité par un champ électrique appliqué dans le plan du puits
quantique grâce à des contacts diffusés. Lorsque l’on augmente la tension ou
la température, on observe une augmentation du signal émis, associée à une
diminution de la largeur à mi-hauteur du pic d’émission, jusqu’à une valeur
minimale.
Le cinquième chapitre a exposé la caractérisation théorique et expérimen-
tale du plasmon multi-sous-bande en résonance avec un mode de micro-cavité.
Nous avons démontré la possibilité d’atteindre le couplage ultra-fort entre le
plasmon multi-sous-bande et un mode photonique grâce à la caractérisation
de deux dispositifs, le premier comprenant dix puits insérés dans une micro-
cavité planaire métal-diélectrique, et le second comportant cinq puits insérés
dans une cavité double-métal zéro-dimensionnelle. Ces deux dispositifs ont
permis d’atteindre un rapport entre le dédoublement de Rabi et l’énergie de
l’excitation électronique de 0.33 jusqu’à température ambiante.
Nous avons également montré que les systèmes de puits quantiques très
dopés en régime coopératif permettent de dépasser la valeur limite des
systèmes usuels à deux niveaux, qui doivent garder leur énergie de Fermi
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sous le niveau 2. Cette possibilité est offerte par le nouveau degré de liberté
dont on dispose, que constitue le nombre de sous-bandes occupées. Ainsi,
le niveau de dopage et la largeur du puits nous procurent deux paramètres
de conception indépendants qui nous permettent de réaliser une véritable
ingénierie du plasmon multi-sous-bande. Le choix de ces paramètres nous
permet notamment de faire tendre le dédoublement de Rabi vers l’énergie de
l’excitation électronique sans aucune limitation conceptuelle. Les puits quan-
tiques fortement dopés en régime coopératif constituent donc les meilleurs
candidats pour la conception et la réalisation de dispositifs fonctionnant dans
le régime de couplage ultra-fort lumière-matière dans le moyen infra-rouge.
Les résultats de ces travaux offrent de nouvelles perspectives dans le do-
maine du couplage fort lumière-matière dans les dispositifs inter-sous-bandes.
Dans la suite, nous en présentons certaines, dont la plupart sont déjà en cours
d’exploration.
Dans le but d’atteindre le régime d’émission stimulée dans les disposi-
tifs électroluminescents, il faut chercher à augmenter le facteur d’occupation
des polaritons. Une des stratégies possibles est de réaliser une cavité planaire
présentant un recouvrement plus faible avec le métal supérieur, diminuant
ainsi les pertes de la cavité. Nous avons réalisé et caractérisé un guide d’onde
double diélectrique similaire à celui utilisé dans les structures à cascade quan-
tique, mais il n’a pas permis de démontrer un effet d’émission stimulée ; il
reste donc à optimiser. De nouvelles géométries de cavités et guides d’ondes à
faibles pertes, basés par exemple sur des membranes suspendues, [93] peuvent
également être explorées.
Un autre moyen est de réduire la dimensionnalité de la cavité, afin d’aug-
menter la densité d’état des polaritons et la séparation d’avec les états noirs,
grâce à des cavités double-métal zéro-dimensionnelles. Nous avons réalisé de
telles cavités, permettant l’injection électrique. Les résultats préliminaires,
présentés en annexe, démontrent l’injection électrique des états de polaritons.
L’estimation du facteur d’occupation dans ce dispositif est en cours.
La réalisation de dispositifs permettant de découpler l’injection du cou-
plage fort est une stratégie qui offre une plus grande liberté à chacun des
deux aspects. En particulier, elle donne la possibilité de réaliser le couplage
fort avec des puits à plusieurs sous-bandes occupées. Ainsi, l’insertion dans la
même cavité d’une structure à cascade et de puits multi-sous-bandes, séparés
par un contact intermédiaire, nous donne la possibilité d’injecter optiquement
dans les états de polaritons, dans un dispositif intégré. Nous avons réalisé un
dispositif permettant d’effectuer cela, mais il a souffert d’un désaccord trop
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important entre l’énergie de la résonance et l’énergie de la partie injectrice.
Ce dispositif reste donc à optimiser.
Enfin, l’injection électrique par le transport dans le plan des couches offre
également de nouvelles possibilités pour la conception de dispositifs électro-
luminescents. L’excitation collective du gaz d’électrons est similaire à celle
d’un état super-radiant [94]. Le caractère super-radiant de l’électrolumines-
cence peut être démontré au moyen d’une tension de grille permettant de faire
varier la charge, afin d’extraire la dépendance en Ns de l’intensité émise. On
peut également réaliser un dispositif en cavité afin de caractériser l’injection
des polaritons selon ce principe. De tels dispositifs sont actuellement en cours
de conception.
Le fort couplage entre le plasmon multi-sous-bande et la lumière pourrait
également être exploité dans des détecteurs. Nous avons ainsi réalisé un
QWIP, mais du fait du niveau de dopage particulièrement élevé, le courant
d’obscurité domine le transport. Une solution peut être la réalisation de
détecteurs similaires aux détecteurs à cascade quantique [64]. Nous avons
réalisé le dessin d’une telle structure, qui reste à réaliser et à caractériser.
De façon plus générale, la cohérence de phase induite par le couplage
entre les plasmons inter-sous-bandes offre un nouveau degré de liberté dans
la conception des dispositifs opto-électroniques inter-sous-bandes. Les dispo-
sitifs inter-sous-bandes à très fort dopage introduisent une nouvelle manière
de concevoir l’interaction entre la lumière et la matière, qui doit désormais
être pensée comme un processus purement collectif, régi par les phénomènes





Une des stratégies permettant d’atteindre un facteur d’occupation des
états de polaritons plus important est de coupler l’excitation électronique
avec un mode de cavité présentant une dispersion plate. Dans ces conditions,
les états de polaritons ont également une dispersion plate, et donc une densité
d’états importante.
Les cavités double-métal constituées d’un plan métallique inférieur et d’un
réseau unidimensionnel ou zéro-dimensionnel en surface permettent d’obte-
nir un mode photonique confiné sous les motifs métalliques supérieurs, dont
l’énergie est fixée par les dimensions latérales du motif périodique [91]. Le cou-
plage ultra-fort a déjà été observé dans le moyen infrarouge dans des cavités
unidimensionnelles double-métal [52] par des mesures de réflectivité. Dans la
gamme térahertz, ce régime a également été observé dans des cavités double
métal zéro-dimensionnelles, constituées de carrés d’or déposés en surface [50].
Nous présentons dans cette section les résultats préliminaires d’électrolu-
minescence d’un dispositif à cascade quantique en cavité zéro-dimensionnelle
double-métal. La croissance et le report de substrat ont été effectués à l’IES ;
les réseaux métalliques ont été réalisés par lithographie électronique par Ben-
jamin Askenazi, de notre laboratoire.
A.1 Présentation du dispositif
La région active est très similaire à celle du dispositif précédent (puits à
3 niveaux de mêmes énergies), la seule différence se trouve dans le nombre de
périodes (6) et dans l’épaisseur de la zone où se forme la minibande d’injec-
170
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double-métal
tion/extraction, qui doit être très fine afin de garder une épaisseur de cavité
très faible et un recouvrement important entre le puits principal et le mode de


















Figure A.1 – schéma des deux processus d’interaction polariton-phonon considérés.
La cavité consiste en un plan métallique d’or inférieur, et en un réseau
bidimensionnel de plots d’or de taille variable, entre 0.5 et 1.7 µm de côté,
espacés de 2 µm dans les deux directions à la surface (voir schéma figure A.2.a).
L’épaisseur des cavités est celle de la région active, 214 nm ; on confine ainsi
la lumière dans des cavités de taille très inférieure à la longueur d’onde.
a) b) contact macroscopique
carré d’or
région active
plan d’or inférieur substrat
500 µm
50 µm
Figure A.2 – a) photos au microscope optique du dispositif ; b) schéma du dispositif à
cascade en cavité double métal.
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Le dispositif a été conçu pour obtenir le couplage fort entre la transition
1→ 2 du puits quantique et le mode TM0 de la cavité, dont nous représentons
l’intensité du champ électrique Ez à la figure A.3. On peut voir que le champ
est confiné sous l’or en raison de la désadaptation d’impédance induite par la






















Figure A.3 – composante selon z du champ électrique du mode TM0. On peut observer
que le champ est confiné sous les plots d’or.
Les plots d’or servent également de contacts supérieurs ; ils sont reliés entre
eux par une ligne d’or d’environ 150 nm de large, qui les raccorde à un contact
macroscopique de 100 µm (voir photo figure A.2) contacté au moyen d’un fil
d’acier soudé à la laque d’argent, compte tenu de la fragilité des couches
supérieures reportées. La région active est gravée autour de chaque réseau,
constituant ainsi des mesas indépendants. Le contact inférieur est pris en bas
du substrat.
A.2 Mesures de réflectivité et d’électrolumi-
nescence
Cette partie présente les premières mesures sur le dispositif, effectuées par
Benjamin Askenazi. La figure A.4 présente la caractéristique typique courant-
tension d’un mesa. On retrouve l’allure typique d’une structure à cascade.
L’électroluminescence a pu être mesurée à 77 K, pour différentes tensions
comprises entre 1.4 V et 1.7 V, et pour différentes tailles de réseaux, comprises
entre 0.75 µm et 1.7 µm. Les premiers résultats sont présentés figure A.5.
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Figure A.4 – caractéristique courant-tension d’un mesa, à 77 K (courbe bleue) et 300 K
(courbe rouge).











V = 1.5 V
s = 1.7 µm
s = 1.3 µm
s = 1.0 µm
Figure A.5 – spectres d’électroluminescence à 77 K du dispositif à deux tensions diffé-
rentes, pour trois tailles de plots différentes.
On retrouve des caractéristiques communes à toutes les tailles de réseau :
un pic à 200 meV, d’énergie fixe, ainsi que deux pics à plus basse énergie,
l’un entre 120 et 140 meV selon la taille de la cavité, et l’autre entre 140 et
165 meV. Les énergies des pics sont indépendantes de la tension appliquée,
mais pas leurs amplitudes relatives.
Par un raisonnement similaire avec le dispositif en cavité planaire présenté
précédemment, nous pouvons identifier le pic à haute énergie à la transition
3 → 2 en couplage faible avec un mode optique, et les deux autres pics dis-
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persifs aux deux polaritons.
Des mesures de réflectivité ont été effectuées sur les mêmes réseaux ; les
spectres permettent d’éclairer notre analyse. La figure A.6 présente, pour la
même taille de réseau (0.85 µm) l’électroluminescence à 1.6 V et la réflectivité.
On peut constater que le pic associé à la transition 3 → 2 est visible car il
existe un mode large autour de cette énergie. La largeur à mi-hauteur du pic
d’électroluminescence est contenue dans celle du mode optique. On constate
également qu’aux deux pics à plus basse énergie correspondent deux minima
























Figure A.6 – spectres d’électroluminescence et de réflectivité mesurés sur le même ré-
seau (plots de 0.85 µm de côté). Les lignes pointillées associent les maxima
d’électroluminescence à des minima de réflectivité.
Il est probable que le même mécanisme de peuplement que dans le dispositif
en cavité planaire puisse être allégué, étant donnés l’observation simultanée
des deux pics et la différence d’environ 30 meV entre les maxima.
Des simulations et mesures complémentaires restent à effectuer pour ache-
ver la caractérisation de ce dispositif.

Annexe B
Quelques propriétés du plasmon
multi-sous-bande
Le couplage mutuel entre les plasmons inter-sous-bandes d’un gaz bidimen-
sionnel d’électrons résulte en de nouvelles excitations collectives caractérisées
par des énergies de résonance et un couplage avec la lumière différents de ceux
des plasmons inter-sous-bandes non couplés. Ces grandeurs sont obtenues par
la diagonalisation de la partie matière de l’hamiltonien décrivant les plasmons
inter-sous-bandes et leurs couplages mutuels, ce qui n’est pas réalisable analy-
tiquement s’il y a plus que deux sous-bandes occupées. En pratique, nous les
déduisons de la réponse optique du système, calculée numériquement à partir
de sa fonction diélectrique.
Il est remarquable qu’à forte densité électronique, le mode de haute énergie
a une amplitude, donc une fréquence plasma effective, bien plus grande que
celles des autres modes. Cette excitation propre est alors appelé « plasmon
multi-sous-bande brillant », par opposition aux autres modes « noirs ». Dans
ce régime, appelé le régime « coopératif », nous allons voir que nous pouvons
extraire certaines propriétés du plasmon multi-sous-bande, en particulier son
énergie et son amplitude, connaissant les niveaux d’énergie et le dopage du
système.
B.1 Modes normaux d’un puits quantique
dopé
Dans l’approximation des sous-bandes paraboliques, la fonction diélec-
trique associée à un puits quantique ayant N transitions inter-sous-bandes
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où les ωα sont les fréquences des transitions inter-sous-bandes, et les ωPα sont
les fréquences plasma associées. Dans un modèle à particules indépendantes,






totale est la somme de chacune de ces contributions à une particule. Pour N
transitions inter-sous-bandes, on obtient





= −ε0Leffω=m (ε) (B.2)
Pour obtenir la véritable forme du spectre d’absorption en prenant en
compte le champ de dépolarisation, il faut passer par le calcul de εs
ε
. De façon
générale, on peut constater que le terme ∑Nα=1 ω2Pαω2−ω2α dans ε peut s’écrire PN−1QN
après réduction au même dénominateur de tous les termes de la somme, où
PN−1 est un polynôme d’ordre N − 1 en ω2 et QN un polynôme d’ordre N
en ω2. Par conséquent ε
εs
= 1 + PN−1
QN−PN−1 , et cette forme peut toujours se









où les Ω2J sont les N racines de QN − PN−1 et ΩP 2J les coefficients associés
à chaque élément simple. Ils correspondent respectivement aux fréquences de
résonance et aux fréquences plasma effectives au carré des modes propres
d’excitations électroniques.
On obtient donc





ce qui est formellement identique à l’expression B.2, en remplaçant les couples
{ωα, ωP α} par les couples {ΩJ ,ΩP J}. On obtient donc N contributions analo-
guse au cas de particules indépendantes, mais avec des fréquences de résonance
et un poids associé différents. Le spectre d’absorption associé à N transitions
inter-sous-bandes contient donc N pics, dont les énergies et les aires associés
sont a priori différentes de celles obtenues sans considérer le couplage entre
les transitions.
Le calcul des modes propres pour deux transitions inter-sous-bandes peut
se faire de façon analytique (voir chapitre 3). Pour des systèmes plus com-
plexes, le calcul de εs/ε se fait de façon numérique (voir chapitre 4). Pour des
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très hauts dopages (EF & (E2 + E3)/2), le mode de plus haute énergie a une
fréquence plasma effective beaucoup plus grande que les autres modes : c’est le
régime coopératif (voir chapitres 4 et 5). Dans la suite, nous nous intéressons
uniquement à ce régime.
B.2 Plasmon multi-sous-bande
B.2.1 Relations utiles
Par définition des couples {ΩJ ,ΩP J}, on a égalité entre les deux expres-













En évaluant cette égalité à ω = 0, on obtient une relation entre les












B.2.2 Énergie et fréquence plasma effective
Dans le régime coopératif, le mode de haute énergie a une fréquence plasma
effective beaucoup plus grande que les autres. On note respectivement ΩP
et ΩMSP sa fréquence plasma effective et sa fréquence de résonance. En ne











En effectuant la même approximation dans l’équation B.4, on obtient :
Ω2P






En multipliant les deux membres par ω et en intégrant 1 la partie imagi-
naire entre −∞ et +∞, on retrouve la règle de conservation de l’amplitude
d’absorption totale (voir équation 4.4) :
1. Pour définir proprement cette intégration, on peut rajouter un élargissement en sub-
stituant ω2 + iγω à ω2. Le résultat de l’intégration ne dépend pas de γ.





Ainsi, le carré de la fréquence plasma effective du plasmon multi-sous-
bande est la somme des carrés des fréquences plasma des transitions inter-
sous-bandes qui participent à l’excitation collective. Le couplage entre les
plasmons inter-sous-bandes redistribue l’amplitude d’absorption dans le pic
de plus haute énergie, sans changer l’absorption totale.
Ce résultat combiné à la relation B.5 nous permet d’écrire le carré de










Sous cette forme, on peut remarquer que le premier terme du membre de
droite est la moyenne harmonique des ω2α pondérés par les ω2Pα. Ce terme décrit
la « contribution inter-sous-bande » à la fréquence de l’excitation collective,
que l’on peut noter Ω2isb. Le deuxième terme est le carré de l’énergie de plasma
effective de ce mode. Ainsi, de même que l’énergie du plasmon inter-sous-bande
associé à la transition α s’exprime ~ω˜α = ~
√
ω2α + ω2Pα, où ~ωα est l’énergie
de la transition inter-sous-bande et ωPα la fréquence plasma associée à cette
transition, l’énergie du plasmon multi-sous-bande peut s’exprimer
~ΩMSP = ~
√
Ω2isb + Ω2P (B.8)
ce qui fait intervenir de manière analogue la fréquence plasma effective ΩP ,
et ~Ωisb une énergie inter-sous-bande effective, dont le carré est la moyenne
harmonique des carrés des énergies des transitions inter-sous-bandes qui par-
ticipent à l’excitation collective, pondérées par les carrés de leurs fréquences













Ces expressions permettent de vérifier que l’on a toujours ~ΩMSP > ~ΩP ,
soit m < 1. Le paragraphe suivant est consacré au calcul de m dans le cas
idéal d’un puits quantique infini à sous-bandes paraboliques.
Un exemple de calcul, pour un puits GaAs de 20 nm de large, est présenté à
la figure B.1 pour différents dopages (courbe bleue), comparé au calcul numé-
rique présenté au chapitre 4 (courbe rouge). Les deux courbes sont d’autant
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plus proches que le dopage est important ; cela est dû au fait que le calcul
exact suppose que la redistribution de force d’oscillateur est totale, ce qui












Figure B.1 – énergie du plasmon multi-sous-bande en fonction du dopage volumique pour
un puits GaAs de 20 nm de large, calculé à l’aide de la formule B.9 (courbe
bleue) et numériquement à partir de l’équation 4.3 (courbe rouge), tracé en
fonction du dopage volumique.
B.2.3 Facteur de mérite
Le facteur de mérite m, tel que défini dans le cinquième chapitre, vaut
ΩP/ΩMSP. Il définit le poids de l’énergie de plasma dans l’énergie à laquelle
le système interagit avec la lumière, et est compris entre 0 et 1. Avec les
expressions précédentes, il s’exprime
m = ΩP√
Ω2P + Ω2isb






On peut en obtenir une expression simple dans le cas d’un puits infini à
sous-bandes paraboliques ayant N sous-bandes occupées, de la même façon
que nous l’avons fait dans la partie 5.5.1 pour un puits ayant une seule sous-
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avec L∗ = ~2pi3ε0εs/(m∗e2).
Pour l’obtenir dans le cas du plasmon multi-sous-bande, nous allons sup-
poser pour simplifier que le niveau de Fermi est égal à EN+1, où N + 1 est
l’indice de la première sous-bande vide ; autrement dit, le niveau de Fermi
coïncide avec le minimum de l’une des sous-bandes du puits. Dans cette si-
tuation, l’énergie de plasma des transitions i→ i+ 1 vaut
EPi,i+1 = ~
√
pie2(1 + 2i+ 2i2)
2m∗L3ε0εs
et d’autre part l’énergie des transitions i→ i+ 1 vaut
(2i+ 1)pi2~2
2m∗L2







2i2 + 2i+ 1





qui est quasiment indépendant de la transition inter-sous-bande considérée.






qui tend vers 1 si la largeur du puits ou le nombre de sous-bandes remplies
augmente. Cette expression peut être étendue au cas d’un niveau de Fermi
quelconque, en remplaçant N par N ′ = N − EN+1−EF
EN+1−EN .
Annexe C
Références des échantillons et
fiches de croissances
Dans cette annexe sont listées les références des échantillons caractérisés.
Les fiches de croissances des principaux y sont détaillées.
Échantillons InAs/AlSb
Croissances effectuées par J. Devenson, J.-C. Moreno,
R. Teissier et A. Baranov, à l’IES (Montpellier)
référence description succinte
D 171 QCS à 3 niveaux, sans fine barrière
D 341 QCS à 3 niveaux, avec fine barrière, en cavité planaire
D 481 Injection polaritons en cavité planaire (défecteux)
D 482 Structure à cascade accordable
D 530 QCS à 3 niveaux, avec fine barrière, en cavité, 2e version
D 557 Structure injectrice fine pour cavité double métal
D 575 Injection polariton en cavité double diélectrique
D 612 Structure double métal, 2e croissance
D 624 3 puits très dopés
D 637 Structure EL pour injection optique du plasmon MSB en cavité
D 647 3 puits très dopés, 2e croissance
Échantillons GaAs/Al0.45Ga0.55As
Toutes les croissances effectuées par
G. Biasiol et L. Sorba, au TASC (Trieste, Italie)
référence description succinte
HM 3252 Gate « Luin » : puits avec une seule sous-bande occupée
HM 3253 Gate sur puits avec deux sous-bandes occupées, v.1
HM 3276 idem HM 3253 avec dopage ×2
HM 3290 idem HM 3253 avec dopage ×2 dans les puits
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Échantillons GaInAs/AlInAs/InP
Toutes les croissances effectuées par
I. Sagnes et G. Beaudoin, au LPN (Marcoussis)
référence description succinte
InP 1191 10 puits très dopés + contact inférieur
InP 1192 « gate 1 » : puits 2 sous-bandes occupées + contact inférieur
InP 1193 « gate 2 » : puits 2 sous-bandes occupées sans contact inférieur
InP 1222 5 puits très dopés
InP 1252 puits unique très dopé
InP 1276 10 puits très dopés en cavité planaire
InP 1299 10 puits très dopés en cavité planaire, dopage ×2
InP 1300 5 puits très dopés pour cavité double métal, 1re croissance
InP 1303 10 puits très dopés en cavité planaire, dopage ÷4
InP 1324 5 puits très dopés pour cavité double métal, 2e croissance
InP 1325 5 puits non dopés pour cavité double métal
InP 1326 Structure à cascade + puits très dopés en cavité
InP 1435 8 puits dopés, largeur L/8 = 18.5 nm (substrat dopé)
InP 1436 4 puits dopés, largeur L/4 = 37 nm (substrat dopé)
InP 1437 2 puits dopés, largeur L/2 = 74 nm (substrat dopé)
InP 1438 1 puits dopé, largeur L = 148 nm (substrat dopé)
InP 1463 8 puits dopés, largeur L/8 = 18.5 nm
InP 1464 4 puits dopés, largeur L/4 = 37 nm
InP 1465 2 puits dopés, largeur L/2 = 74 nm
InP 1466 1 puits dopé, largeur L = 148 nm
InP 1467 1 puits dopé, largeur L’ = 296 nm
InP 1468 2 puits dopés, largeur L” = 592 nm
InP 1471 détecteur à cascade quantique multi-sous-bandes
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Fiches de croissance des principaux échan-
tillons
D 530
Il s’agit de la structure à cascade quantique en cavité planaire caractérisée
dans le chapitre 2. L’injecteur s’aligne sur le troisième niveau confiné, et
la structure à cascade est dopée de façon à obtenir un gaz bidimensionnel
d’électrons dans le puits principal.
n+ InAs 1018 cm−3 200 Å
n InAs 1017 cm−3 500 Å
i AlSb 27 Å
i InAs 59 Å
i AlSb 1 Å
i InAs 59 Å Å
i AlSb 20 Å
i InAs 31 Å
i AlSb 9 Å
i InAs 32 Å
i AlSb 12 Å
n InAs 1018 cm−3 35 Å
i AlSb 9 Å
n InAs 1018 cm−3 36 Å
i AlSb 12 Å ×20
n InAs 1018 cm−3 39 Å
i AlSb 10 Å
n InAs 1018 cm−3 45 Å
i AlSb 12 Å
n InAs 1018 cm−3 50 Å
i AlSb 12 Å
i InAs 52 Å
i AlSb 9 Å
i InAs 55 Å
i AlSb 9 Å
i InAs 0.4 µm
n+ InAs 4× 1018 cm−3 1.0 µm
Substrat InAs non dopé
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HM 3290
Il s’agit du puits en GaAs ayant deux sous-bandes occupées caractérisé
dans le chapitre 3. L’application d’une tension de grille permet de moduler le
niveau de Fermi et ainsi de vider le complètement le puits.
i GaAs 5 nm
i Al0.45Ga0.55As 50 nm
n Al0.45Ga0.55As 1018 cm−3 10 nm
i Al0.45Ga0.55As 1 nm
n GaAs 5× 1018 cm−3 11 nm
i Al0.45Ga0.55As 1 nm
n Al0.45Ga0.55As 1018 cm−3 10 nm
i Al0.45Ga0.55As 120 nm
Substrat GaAs non dopé
InP 1252
Il s’agit du puits quantique unique ayant quatre sous-bandes occupées,
caractérisé dans le chapitre 4.
i GaInAs 2 nm
i AlInAsAs 50 nm
n++ GaInAs 8× 1018 cm−3 18.5 nm
i AlInAs 115 nm
i GaInAs 100 nm
Substrat InP non dopé
InP 1299
Il s’agit des dix puits quantiques très dopés en cavité planaire caractérisés
dans le chapitre 5.
n GaInAs 1018 cm−3 20 nm
i AlInAs 40 nm
n++ GaInAs 8× 1018 18.5 nm ×10
i AlSb 27 Å
i AlInAs 40 nm
i InP 100 nm
n+ InP 4× 1018 cm−3 1200 nm
Substrat InP non dopé
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InP 1324
Il s’agit des cinq puits quantiques très dopés en cavité double-métal
caractérisés dans le chapitre 5.
n GaInAs 100 nm
i AlInAs 30 nm
n++ GaInAs 8× 1018 18.5 nm ×5
i AlSb 27 Å
i AlInAs 30 nm
i GaInAs 150 nm
Substrat InP non dopé
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